Différents aspects de la physique nucléaire depuis les basses énergies jusqu'aux énergies intermédiaires by Lallouet, Yoann
Diffe´rents aspects de la physique nucle´aire depuis les
basses e´nergies jusqu’aux e´nergies interme´diaires
Yoann Lallouet
To cite this version:
Yoann Lallouet. Diffe´rents aspects de la physique nucle´aire depuis les basses e´nergies jusqu’aux
e´nergies interme´diaires. Physique Nucle´aire The´orique [nucl-th]. Universite´ Claude Bernard -
Lyon I, 2011. Franc¸ais. <NNT : 2011LYO10286>. <tel-00660287v2>
HAL Id: tel-00660287
https://tel.archives-ouvertes.fr/tel-00660287v2
Submitted on 27 Apr 2012
HAL is a multi-disciplinary open access
archive for the deposit and dissemination of sci-
entific research documents, whether they are pub-
lished or not. The documents may come from
teaching and research institutions in France or
abroad, or from public or private research centers.
L’archive ouverte pluridisciplinaire HAL, est
destine´e au de´poˆt et a` la diffusion de documents
scientifiques de niveau recherche, publie´s ou non,
e´manant des e´tablissements d’enseignement et de
recherche franc¸ais ou e´trangers, des laboratoires
publics ou prive´s.
  
No d’ordre 286-2011 
LYCEN – T 2011-19 
 
  
 
 
 
 
Thèse 
 
présentée devant 
 
l’Université Claude Bernard Lyon-I 
 
École Doctorale de Physique et d’Astrophysique 
 
pour l’obtention du 
 
DIPLÔME de DOCTORAT 
Spécialité : Physique Nucléaire Théorique 
 
(arrêté du 7 août 2006) 
 
 
par 
 
Yoann LALLOUET 
 
 
 
Différents aspects de la physique nucléaire depuis les basses 
énergies jusqu’aux énergies intermédiaires 
Soutenue le 19 décembre 2011 
devant la Commission d’Examen 
 
 
 Jury : M. J. Meyer  Président du jury     
M. D. Davesne Directeur de thèse  
M. D. Boilley co-directeur de thèse  
M. G. Royer  Rapporteur 
Mme M. Oertel  Rapporteur  
  
   
  
 
No d'ordre : 286 - 2011
No attribue par la bibliotheque : LYCEN-T2011-19
Universite Claude Bernard
Institut de Physique Nucleaire de Lyon
Memoire de these
pour l'obtention du grade de
Docteur de l'Universite Claude Bernard de Lyon-I
Specialite : Physique nucleaire theorique
au titre de l'Ecole Doctorale de Physique et d'Astrophysique Fondamentale de Lyon
presente et soutenu publiquement le 19 decembre 2011
par M. Yoann LALLOUET
Dierents aspects de la physique nucleaire depuis les
basses energies jusqu'aux energies intermediaires.
Devant la commission d'examen formee de :
Mme Micaela Oertel, Chargee de recherche (rapporteur)
M. Guy Royer, Professeur (rapporteur)
M. Dany Davesne, Professeur (directeur de these)
M. David Boilley, Ma^tre de conference (co-directeur de these)
M. Jacques Meyer, Professeur (President du Jury)
2
Remerciements
Je remercie Micaela Oertel et Guy Royer pour avoir accepte d'e^tre les rapporteurs de cette
these ainsi que le president du jury Jacques Meyer.
Je remercie tout particulierement mes directeurs de these Dany Davesne et David Boilley.
Je remercie egalement Guillaume Laisney pour son aide precieuse en informatique !
Je remercie Muriel Dupuis pour m'avoir incite a continuer mes etudes en physique-chimie.
Je remercie Agnes et Antonin ainsi que toute ma famille pour leur soutien et leur patience.... !
iii
iv
Resume
Cette these porte sur l'etude de dierents aspects de la physique nucleaire depuis les basses
energies jusqu'aux energies intermediaires. Pour les basses energies, ou la matiere nucleaire est
essentiellement constituee de nucleons en interaction, la partie I traite de la fusion-ssion des
noyaux super-lourds, et la partie II des regles de somme associees aux interactions de type Skyrme.
Pour les energies intermediaires, la matiere nucleaire etant alors consideree comme une phase
hadronique principalement constituee de pions, la partie III se focalise sur l'hydrodynamique
relativiste de la matiere nucleaire avec brisure spontanee de symetrie chirale.
Dans la partie I, on s'interesse a la formation puis a la desexcitation des noyaux super-lourds.
Les eets de memoire doivent e^tre pris en compte dans la dynamique de formation d'un noyau
super-lourd. On etudie donc la formation du noyau compose avec eets de memoire. Pour des eets
de memoire intermediaires, des oscillations apparaissent, ce qui est tres dierent de la dynamique
d'un systeme markovien.
Pour la desexcitation d'un noyau super-lourd, l'existence d'un puits isomerique dans la barriere
de potentiel, me^me s'il change la dynamique de desexcitation et augmente les temps de ssion, ne
permet pas d'expliquer les resultats des experiences menees au GANIL par blocage cristallin. En
revanche, cette etude pourrait e^tre utile a l'etude de la dynamique de la ssion des actinides.
Dans la partie II, les regles de somme M1 et M3 associees aux potentiels phenomenologiques
de type Skyrme sont calculees a partir de leurs denitions intrinseques. On determine alors M1
jusqu'au niveau tensoriel et M3 avec potentiel central.
Dans la partie III, pour le traitement hydrodynamique de la matiere hadronique applique aux
collisions d'ions lourds on peut, en premiere approximation, ecarter les modications induites par
la brisure spontanee de symetrie chirale mais pas celles dues a l'aspect dissipatif.
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Abstract
This study focuses on dierent aspects of nuclear physics from low energies to intermediate
ones. For the low energies, the nuclear matter is essentially constituted from interacting nucleons.
Part I is on the fusion-ssion of super-heavy elements, while Part II is on the Skyrme interactions-
associated sum rules. In the case of the intermediate energies, where the nuclear matter is con-
sidered as being an hadronic phase mainly constituted from pions, Part III is focused on nuclear
matter relativistic hydrodynamics with spontaneous chiral symmetry breaking.
In Part I, the formation and the desexcitation of super-heavy nuclei are being studied.
The memory eects must be taken into consideration within the super-heavy nuclei formation
dynamics. Therefore we analyzed the formation of compound nuclei including the memory eects.
As for the intermediate memory eects, some oscillations appear, which is very dierent from the
Markovian dynamics.
For super-heavy nuclei desexcitation, the existence of isomeric state within the potential barrier
cannot explain the results of experiments performed at GANIL with the crystal blocking technique,
and this despite of the fact that it modies the desexcitation dynamics and increases the ssion
time. However, this latter study could be useful for the study of the actinides ssion.
In Part II, the phenomenological Skyrme eective interactions-associatedM1 andM3 sum rules
are being calculated based on their intrinsic denitions. We identify then M1 up to the tensorial
level and M3 with central potential.
In Part III, as for the hadronic matter hydrodynamics being applied to heavy ions collisions,
and as a rst approach only, we can neglect spontaneous chiral symmetry but certainly not the
dissipative impact.
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Introduction generale
Depuis la decouverte de la radioactivite par Henri Becquerel a la n du XIXe siecle, les ap-
plications de la physique nucleaire sont multiples dans la societe contemporaine [1, 2]. Avec main-
tenant plus d'un siecle d'existence, cette discipline a etendu son inuence bien au-dela du simple
cadre scientique, jusqu'aux domaines de la politique, de l'economie et de l'environnement. En
outre, les applications technologiques sont nombreuses, notamment en ce qui concerne la produc-
tion d'energie par ssion nucleaire. Dans le domaine scientique a proprement parler, la physique
nucleaire est un domaine de recherche tres actif, qui recouvre un grand nombre de thematiques,
des particules subnucleiques aux etoiles. Elle constitue donc un maillon pour l'exploration de l'in-
niment grand et de l'inniment petit [3]. La physique nucleaire permet par exemple d'apporter
des eclaircissements indispensables en astrophysique pour apprehender des phenomenes tres varies
comme la nucleosynthese primordiale dans le modele du Big-Bang ou la nucleosynthese stellaire
an de decrire l'evolution des etoiles en supernovae et en etoiles a neutrons [4]. Elle permet aussi
de poser des pistes d'investigation sur des problemes encore non resolus comme celui de la matiere
noire qui correspond a la masse cachee de l'univers. L'apport de la physique nucleaire est donc
incontournable pour comprendre les origines, la structure et l'evolution de notre univers.
Sur Terre, dans les conditions standard de stabilite, la matiere nucleaire est consideree comme
un systeme inni de nucleons en interaction. On peut acceder aux proprietes de cette matiere
nucleaire en sondant le cur des noyaux lourds. Ces noyaux etant stables, a l'exception des
noyaux radioactifs, il est donc necessaire de les perturber fortement en realisant des collisions.
Suivant l'energie de faisceau voulue, on utilise dierents types d'accelerateurs, voir gure 1. On
peut alors etudier la nature et le comportement de la matiere nucleaire a dierentes energies en
explorant le diagramme de phase de la matiere nucleaire depuis la zone stable des noyaux jusqu'a
des situations tres eloignees de l'equilibre. En eet, une large gamme d'energie est disponible
pour explorer les dierentes regions du diagramme de phase comme la phase nucleonique avec des
energies de faisceau jusqu'a 400-500 MeV=A, A etant le nombre de nucleons, la phase hadronique
au-dela de 500 MeV=A ou me^me le plasma de quarks-gluons a partir de 10 GeV=A. L'energie de
faisceau par nucleon represente l'energie cinetique communiquee dans le referentiel du laboratoire
a chaque nucleon de l'ion lourd projectile. D'un point de vue thermodynamique le diagramme
de phase de la gure 1 permet de visualiser dierents etats de la matiere nucleaire comme la
phase nucleonique, la phase hadronique et le plasma de quarks-gluons. Lors du passage entre ces
dierentes zones la matiere nucleaire est de ce fait soumise a des transitions de phases.
La premiere analyse correspondant a la representation actuelle de la matiere agencee comme des
systemes de particules reliees par des interactions de portees et d'intensites dierentes [5] est relatee
par Newton dans son traite d'optique [6]. Sans conna^tre le concept de champ d'interaction, il est
conscient a l'epoque qu'une interaction immediate a distance est impossible. De maniere generale,
les interactions agissant a une certaine echelle sont les resultantes d'interactions plus intenses
agissant a une echelle inferieure. En outre, selon la relation de De Broglie, plus les quantites de
1
2Figure 1: Diagramme de phase de la matiere nucleaire representant la temperature T exprimee
en MeV en fonction de la densite reduite =0 de la matiere nucleaire, avec 0 la densite de la
matiere nucleaire stable. Par convention, la constante de Boltzmann kB est egale a 1. L'energie
de faisceau determine l'acces a dierentes parties du diagramme de phase de la matiere nucleaire.
Ce diagramme est issu de la reference [7].
mouvements et donc plus les energies mises en jeu sont importantes et plus les echelles de distances
sondees sont petites. De ce fait, en fonction de l'energie disponible, les  briques elementaires 
de matiere et les modelisations des interactions associees peuvent varier. Pour xer les idees, on
peut se placer a l'echelle moleculaire ou les forces de Van Der Walls intermoleculaires sont la
resultante de forces plus intenses entre les atomes d'une me^me molecule [8]. Ces constats generaux
s'appliquent en physique nucleaire. Par exemple, l'interaction nucleaire a l'echelle des nucleons est
la resultante d'une interaction plus intense entre les quarks a l'interieur d'un nucleon.
Pour les collisions d'ions lourds a basses energies, l'entite nucleon reste viable. On peut alors,
sous certaines conditions drastiques, former a partir d'un noyau cible et d'un noyau projec-
tile un noyau compose dont la dimension est plus importante. En revanche, pour des collisions
d'ions lourds correspondant aux energies intermediaires de la phase hadronique, les ions lourds se
transpersent mutuellement. Le noyau cible et le noyau projectile sont donc detruits. Les nucleons
eux-me^mes peuvent alors e^tre annihiles et de nouvelles particules sont creees, principalement des
pions. L'etude dynamique des collisions d'ions lourds permet donc d'obtenir, a dierentes echelles
de distance et d'energie, des informations sur l'evolution, les structures et les interactions associees
de la matiere nucleaire. Pendant les collisions d'ions lourds, les noyaux peuvent e^tre fortement
ecartes de leur etat fondamental, il est donc important de bien faire la dierence entre ce qui se
rapporte aux proprietes stucturelles de la matiere nucleaire et ce qui est specique de la dynamique
de ces collisions. De maniere generale, on peut alors acceder aux proprietes thermodynamiques de
la matiere nucleaire et determiner une equation d'etat ou s'interesser a des proprietes dynamiques
qui permettent d'acceder a des coecients de transport comme par exemple la viscosite [9].
L'energie transmise lors d'une collision est convertie en energie d'excitation collective a l'ensem-
ble du noyau et (ou) en energie d'excitation individuelle aux nucleons, ce qui genere des modes
collectifs et (ou) individuels. Les mouvements collectifs sont caracterises par dierentes echelles
d'amplitude et d'energie en fonction desquelles les deformations et (ou) compressions subies par le
noyau sont variables. Par exemple, les resonances geantes sont des mouvements collectifs de faibles
amplitudes et la ssion un mode collectif de forte amplitude. Au contraire, les etats nucleoniques
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noyau, celui-ci n'est alors plus dans son etat fondamental mais dans un etat excite. Si E est trop
elevee le noyau n'est plus viable. Sur la gure 2, sont representes dierents types de modelisations
de la matiere nucleaire en fonction de l'energie d'excitation par nucleons E=A, depuis les basses
energies d'excitation jusqu'aux hautes energies d'excitation [9].
Figure 2: Modelisation du noyau a dierentes echelles d'energie en fonction de l'energie d'exci-
tation par nucleon E=A. De bas en haut, on peut voir la modelisation du noyau et le type de
matiere nucleaire associee depuis les basses energies vers les hautes energies et l'augmentation du
pouvoir de resolution associe. Figure adaptee de [7] et [10].
On observe dans la region des basses energies nucleaires les resonances geantes du noyau puis sa
modelisation comme systeme a A corps de protons et de neutrons. Ces nucleons sont donc agences
en noyaux tres divers, stables ou instables, exotiques, chauds, legers ou lourds. Ensuite, dans la
region des energies intermediaires correspondant a la phase hadronique, le noyau est modelise par
un ensemble d'etats nucleoniques excites N en interaction via les particules  et les pions .
Enn, pour les hautes energies, appara^t le plasma de quarks-gluons. A l'heure actuelle aucune
sous-structure des quarks n'a ete experimentalement mise a jour.
Les noyaux et les particules sont de nature quantique mais aux temperatures envisagees et pen-
dant les collisions d'ions lourds, un traitement semi-classique n'est pas irrealiste. En outre, suivant
le domaine energetique etudie, le cadre d'etude peut varier. Pour decrire les dierents etats de
la matiere nucleaire on envisage alors, suivant les situations, des approches microscopiques ou
macroscopiques par rapport a l'echelle caracteristique des noyaux. Se pose alors la question du
passage entre le niveau microscopique et le niveau macroscopique ainsi que le lien avec les modeles
purement phenomenologiques.
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diagramme de phase T = T (=0) de la gure 1. Ce travail se decoupe donc en trois parties. Les
parties I et II correspondent a la zone des basses energies nucleaires de la matiere nucleonique et
la partie III est associee a la zone des energies intermediaires de la phase hadronique. Dans les
parties I et III on adopte par rapport a la dimension caracteristique des noyaux des approches
macroscopiques purement phenomenologiques ou integrant certains aspects issus d'une analyse
microscopique. Dans la partie II on considere un point de vue microscopique.
Partie I - Fusion-ssion des elements super-lourds
La partie I traite, pour les energies proches de la barriere de Coulomb, de la dynamique de
fusion-ssion d'une classe particuliere de noyaux qualies de noyaux d'elements super-lourds, les
SHE, acronyme signiant  Super-Heavy Elements . Les elements super-lourds, qui n'existent
pas a l'etat naturel, sont caracterises par un numero atomique Z  103, c'est-a-dire au dela des
actinides. Les masses de ces elements super-lourds sont donc tres grandes devant celles des autres
elements existant sur Terre. De plus, pour comprendre le regain de stabilite des noyaux de cet
^lot de stabilite, il faut developper des modeles nucleaires allant au-dela du modele macroscopique
standard de la goutte liquide qui considere le noyau comme une goutte liquide incompressible. En
eet, la stabilite de ces noyaux veriant Z  110 est d'origine quantique et s'explique par l'ex-
istence de couches energetiques de neutrons et de protons. La stabilite etant maximale pour des
couches de protons et de neutrons fermees, par analogie avec les couches electroniques fermees des
gaz nobles. Depuis les travaux pionniers de Mendeleev en 1869 et la proposition due a Moseley de
classement des elements chimiques par numeros atomiques Z croissants, la recherche de nouveaux
elements chimiques est en perpetuelle evolution. A l'heure actuelle, c'est en 2009 que le dernier
element chimique, l'element Copernicium Z = 112, est ajoute a la classication periodique de
Mendeleev. De plus, les elements Z = 114 et Z = 116 sont en cours d'e^tre ajoutes.
Les elements super-lourds sont produits par collisions d'ions lourds. On a alors formation des
noyaux de ces elements super-lourds, entoures de leur cortege electronique respectif. Cette synthese
est dicile car la probabilite de leur formation par fusion est tres faible. De plus, leur duree de
vie est limitee car ils se caracterisent par des periodes radioactives d'autant plus petites que les
elements super-lourds sont instables [11, 12]. Par exemple, le Copernicium 277 est radioactif  avec
une periode radioactive estimee a 280s. Les avancees dans le domaine des elements super-lourds
sont nombreuses depuis une vingtaine d'annees, a la fois sur le plan experimental, avec l'avenement
d'accelerateurs de plus en plus performants et sur le plan theorique avec le developpement de
modeles dynamiques. Ces progres permettent la production d'elements super-lourds de numeros
atomiques de plus en plus eleves. Ce qui permet par la me^me occasion d'etudier la matiere nucleaire
dans des situations extre^mes, les noyaux etant alors tres exotiques, et de tester la validite des
modeles nucleaires. Dierents laboratoires de physique nucleaire dans le monde comme le GSI, en
Allemagne, le RIKEN, au Japon, et le JINR, en Russie, synthetisent des elements super-lourds
[13]. A ce jour la synthese de l'element super-lourd de numero atomique le plus eleve Z = 118 est
eectuee en 2003 au JINR. Ce resultat est en attente de conrmation par les autres laboratoires.
En outre, dans ce domaine de recherche tres actif, une etape supplementaire est franchie avec
l'amelioration ou la construction de nouvelles installations, comme c'est le cas par exemple au GSI,
au JINR et au GANIL, permettant de produire des faisceaux de haute intensite an d'accumuler
des statistiques plus rapidement. Ceci va de pair avec une amelioration de la precision associee
a l'estimation des probabilites des dierents processus associes a la synthese des elements super-
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les sections ecaces correspondantes car on passe du picobarn au femtobarn. Par exemple, la
mise en service au GANIL de SPIRAL2, la deuxieme generation de  Systeme de Production
d'Ions Radioactifs Acceleres en Ligne , est xee en 2013. La premiere phase de developpement
du faisceau de haute intensite de SPIRAL2 est consacree en partie a l'etude des elements super-
lourds. Ces faisceaux de haute intensite ont pour but d'explorer les basses energies nucleaires,
proches de la barriere de Coulomb, en accumulant des donnees statistiques plus rapidement.
D'autre part, independamment de SPIRAL2, des mesures recentes de temps de ssion eectuees
au GANIL avec la technique du blocage cristallin [14, 15, 16] constituent une preuve experimentale
etayant l'existence d'un ^lot d'elements super-lourds survivant relativement longtemps. Selon cette
technique de mesure, les noyaux possedant des nombres de protons Z=120 ou Z=124 ont des temps
de ssion relativement longs, ce qui est la signature d'une certaine stabilite. En eet, les queues de
distribution sont superieures a 10 18s ce qui est, toutes proportions gardees, grand devant les temps
caracteristiques typiques de ssion, de l'ordre de 10 20s par exemple. De plus, statistiquement 10%
des evenements detectes possedent des temps de ssion superieurs a 10 18s.
Dans le but d'obtenir des contraintes supplementaires pour la localisation de l'^lot de stabilite
des elements super-lourds, il est possible d'eectuer un traitement dynamique macroscopique de
la fusion-ssion des noyaux super-lourds. Selon le modele du noyau compose, on etudie donc le
processus complet de cette reaction en le separant en deux phases successives et independantes : la
fusion et la ssion. Pour e^tre plus realiste, ce traitement dynamique de la fusion-ssion des noyaux
super-lourds doit tenir compte des aspects dont l'origine est microscopique par rapport a la taille
caracteristique de ces noyaux. Il faut alors incorporer des eets de memoire dans la modelisation
de l'etape de fusion. De plus, l'instabilite des noyaux super-lourds par rapport a la ssion doit e^tre
prise en compte en integrant l'existence d'une stucture en couches energetiques des protons et des
neutrons. La ssion est mieux connue que la fusion et de nombreuses questions restent ouvertes
sur le processus de fusion. Par exemple, la fusion est un processus qui est dependant des eets de
couches, principalement au niveau de la barriere de Coulomb. Dans la suite de l'etude cet aspect
n'est pas envisage.
Le temps caracteristique de formation d'un noyau compose a partir d'un noyau projectile et
d'un noyau cible est tres rapide, de l'ordre 10 22s a 10 21s. De ce fait, le temps caracteristique
du processus de fusion, de l'ordre de 10 21s est comparable au temps caracteristique des eets de
memoire. Par opposition le temps caracteristique de ssion est de maniere generale plus grand,
de l'ordre de 10 20s ou plus. De ce fait, contrairement a l'etape de ssion, il est donc necessaire
d'inclure des eets de memoire dans un traitement dynamique realiste de l'etape de fusion des
noyaux super-lourds. Pour etudier l'inuence des eets de memoire sur la dynamique de forma-
tion de ces noyaux lors de collisions d'ions lourds, il faut donc utiliser une equation de transport
dynamique avec extension stochastique de type Langevin comportant un noyau memoire. Cepen-
dant, la majorite des etudes portant sur la fusion ne prennent pas en compte ces eets de memoire
et s'appuient sur une equation de Langevin Markovienne, c'est-a-dire sans eets de memoire.
Quelles sont les modications induites par la prise en compte d'eets de memoire sur l'etude
dynamique du processus de fusion d'un noyau super-lourd ?
Les noyaux super-lourds formes par la reaction de fusion sont des edices metastables consideres
comme des noyaux composes qui se desexcitent. Ces noyaux sont consideres comme des noyaux
chauds car une grande partie de l'energie d'excitation est stockee sous forme thermique, c'est-a-
dire de maniere desordonnee sur un grand nombre de nucleons. Dans l'etape de desexcitation d'un
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sont, pour des energies d'excitation des noyaux super-lourds inferieures a 100 MeV, la ssion et
l'evaporation de neutrons. En outre, pour des raisons pratiques, on modelise alors la dynamique
de desexcitation en utilisant des equations ma^tresses de type Bateman.
Une barriere de potentiel realiste doit donc incorporer ces corrections microscopiques d'eets
de couches. La prise en compte de ces corrections d'eets de couches modie la forme de la barriere
de potentiel par rapport a la barriere de potentiel associee au modele de la goutte liquide. Dans
certains des modeles nucleaires un puits de potentiel secondaire s'ajoute au puits de potentiel de
l'etat fondamental pour former une double barriere. Ce puits de potentiel secondaire est associe a
un isomere nucleaire, etat excite du noyau, de forme tres dierente de celle du noyau a l'etat fon-
damental. La duree de vie de cet etat isomerique est d'autant plus grande que le puits isomerique
est profond, ce qui entra^ne une augmentation du temps de ssion.
Quelle est l'inuence d'une simple et d'une double barriere de potentiel sur la dynamique de
desexcitation d'un noyau super-lourd avec competition entre ssion et evaporation de neutrons ?
L'adjonction d'une barriere de potentiel isomerique a une barriere de potentiel simple permet-
elle d'expliquer les resultats obtenus au GANIL par blocage cristallin ?
Partie II - Regles de somme et interactions tensorielles de type Skyrme
La partie II est consacree a la determination de criteres de stabilite, les regles de somme, a
partir de leurs denitions intrinseques. Ces regles de somme sont des relations qui permettent de
determiner le domaine de validite, la robustesse, d'une theorie. En eet, quand ces regles de somme
sont mises en defaut, la theorie n'est alors plus valide. Dans cette etude, pour acceder a ces regles
de somme, on s'appuie sur une classe de forces phenomenologiques : les forces de type Skyrme.
Ces forces de Skyrme permettent la description des interactions entre nucleons aux basses energies.
Le cadre general de l'interaction nucleon-nucleon releve du probleme a A corps. Le nombre de
nucleons A, entre 200 et 250 pour les noyaux lourds, de l'ordre de 300 ou plus pour les super-lourds
et inni dans le modele de la matiere nucleaire, interdit toute resolution exacte du probleme a
A corps. Le traitement au niveau microscopique de l'interaction entre nucleons dans le milieu est
donc un probleme particulierement complexe. En eet, il est impossible a partir de l'interaction
libre nucleon-nucleon de retrouver directement les proprietes de l'interaction nucleon-nucleon dans
le milieu. Il faut donc prendre en compte les eets du milieu sur l'interaction nucleon-nucleon en
envisageant des interactions eectives qui possedent des proprietes de symetrie similaires. A l'heure
actuelle, il n'existe pas de parametrisation generale simple et realiste pour l'interaction eective
nucleon-nucleon. On utilise alors des interactions eectives valides uniquement dans un domaine
d'energie particulier.
Les methodes de resolution generales envisagees en physique nucleaire sont des methodes
numeriques auto-coherentes de type Hartree-Fock. A partir d'un certain nombre d'iterations et
quand on s'appuie sur des forces phenomenologiques stables, on obtient alors la convergence des
grandeurs physiques. Certaines forces que l'on pensait stables a un certain stade d'iterations
generent un phenomene de derive quand on augmente encore le nombre d'iterations, ce qui peut
aboutir a des uctuations ou des divergences des grandeurs physiques quand on realise des calculs
de structures nucleaires de noyaux. Chose surprenante, ces divergences dans les structures des
noyaux peuvent a priori e^tre reliees aux divergences de la matiere nucleaire innie. Les criteres
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posables  aux uctuations ou divergences dans les calculs de stuctures des noyaux. De ce constat,
on conrme tout l'intere^t de la determination des regles de somme. En eet, le fait qu'une regle
de somme ne soit plus respectee represente la signature d'une uctuation ou d'une divergence.
La majorite des etudes qui s'appuient sur les forces de Skyrme ne prennent pas en compte
l'aspect tensoriel et se limitent a un potentiel avec un terme central auquel on adjoint une partie
spin-orbite. En outre, l'intere^t de se placer au niveau tensoriel permet d'avoir une meilleure con-
naissance de la structure de ces interactions nucleaires. On en deduit des regles de somme comme
les moments M1 et M3.
Comment calculer les regles de somme a partir de leur denition intrinseque avec un potentiel
phenomenologique de type Skyrme jusqu'au niveau tensoriel pour le moment M1 et avec potentiel
central pour le moment M3 ?
Partie III - Hydrodynamique nucleaire et brisure de symetrie chirale
La partie III concerne l'etude hydrodynamique relativiste de la matiere nucleaire aux energies
intermediaires correspondant au domaine de la physique hadronique. La matiere nucleaire est alors
soumise a une brisure spontanee de symetrie chirale qui se manifeste par l'apparition de pions.
L'intere^t de la prise en compte de ce type de brisure de symetrie est de disposer d'une approche
hydrodynamique plus realiste. Ces considerations pourront e^tre ensuite appliquees aux collisions
d'ions lourds relativistes car celles-ci produisent un grand nombre de particules qui sont en ma-
jorite des pions.
Dans le domaine de l'inniment petit, la physique nucleaire est a l'origine de la physique
des particules, de l'etude des interactions elementaires ainsi que celle des particules elementaires
de la matiere [5, 6]. Ce domaine d'investigation reste tres actuel avec la recherche du boson de
Higgs gra^ce a la mise en service au CERN en 2008 du grand collisionneur de hadrons, le  Large
Hadrons Collider . Dans le domaine  d'energies intermediaires  de la physique hadronique, le
deconnement des quarks n'est pas observe. En pratique, la production d'un grand nombre de
pions lors de collisions ultrarelativistes observees au CERN rend donc indispensable une theorie
incorporant la brisure spontanee de symetrie chirale.
Dans cette partie III on abordera ainsi l'etude des proprietes de la matiere dense et chaude
produite lors de collisions nucleaires ultrarelativistes, c'est-a-dire les proprietes d'un gaz de pions.
Les pions sont les particules les plus legeres du monde hadronique, domaine ou la symetrie chirale
est brisee spontanement. Plus precisement, les pions sont les modes de Goldstone associes a cette
brisure de symetrie, ce qui explique leur faible masse et entra^ne par consequent leur production
en grand nombre pendant les collisions d'ions lourds ultrarelativistes. La description du gaz de
pions entre sa formation et la liberation des particules se fera par un traitement hydrodynamique,
le but etant donc de developper une theorie hydrodynamique en presence de brisure spontanee de
symetrie chirale. On se placera alors dans la geometrie de Bjorken.
Pour des raisons de simplication, un grand nombre d'etudes hydrodynamiques de la matiere
nucleaire lors des collisions d'ions lourds se limitent a assimiler cette matiere nucleaire a un uide
parfait relativiste. De ce fait, ces etudes ne prennent en consideration ni la brisure spontanee
de symetrie chirale ni l'aspect dissipatif associe a la production d'entropie a cause du caractere
irreversible de ces collisions.
8Un traitement hydrodynamique realiste de la matiere nucleaire lors de collisions d'ions lourds
aux energies intermediaires de la phase hadronique peut-il s'aranchir de la prise en compte de la
brisure spontanee de symetrie chirale et (ou) de la dissipation ?
Dans ces dierentes situations, quels sont les changements generes sur le prol de temperature
utilise dans les collisions d'ions lourds ?
Envisageons donc maintenant ces dierents themes d'etude.
Partie I : Fusion-ssion des noyaux
d'elements super-lourds
9

Introduction de la Partie I
Le nombre de protons et de neutrons composant les noyaux est limite. De ce fait, les noyaux
eux-me^mes ont donc une dimension limitee. Selon le modele de la goutte liquide, dans la nature,
les noyaux d'elements super-lourds de numero atomique veriant Z  110 ne peuvent exister. Pour
ces noyaux, l'interaction coulombienne repulsive entre protons l'emporte sur l'interaction nucleaire
forte attractive entre nucleons et la barriere de ssion issue du modele de la goutte liquide est
alors quasi-nulle. Ce dernier point etant en contradiction avec l'existence de noyaux super-lourds,
pour obtenir des barrieres de potentiel plus realistes, il faut donc aller au-dela du modele de la
goutte liquide.
De maniere generale, on s'appuie donc sur la mecanique quantique pour etablir des modeles
nucleaires plus elabores. Ces modeles nucleaires predisent l'existence d'un ^lot d'elements super-
lourds relativement stables. La localisation de l'^lot de stabilite des elements super-lourds gra^ce a
la theorie des couches est un sujet de recherche tres actif. La stabilite de ces noyaux est assuree par
des fermetures de couches energetiques de protons et de neutrons. Cependant, suivant le modele
utilise, dierents nombres magiques correspondant aux fermetures de couches de protons et de
neutrons sont alors determines. C'est le cas du Plomb 208, le noyau doublement magique le plus
lourd existant sur Terre. A l'heure actuelle, il subsiste toujours des ambiguites sur la prediction
du noyau doublement magique suivant. Ce noyau doublement magique est un noyau super-lourd.
Les dierents modeles predictifs aboutissent a des valeurs similaires pour la fermeture de la
couche de neutrons qui est estimee a N = 184. Par contre, il n'y a pas de concensus pour la
fermeture de la couche de protons car, suivant les modeles, les valeurs de Z varient de 114 a 126.
Les barrieres de ssion associees a ces dierentes modelisations peuvent alors prendre des formes
variees et e^tre par exemple simples, doubles ou encore triples. Une simple barriere de potentiel ne
presente pas de puits de potentiel secondaire, contrairement a une double ou une triple barriere
qui en possedent respectivement un ou deux. Dans l'etat fondamental, correspondant au puits
principal, le noyau super-lourd peut e^tre deforme. Un isomere de forme est un etat excite du
noyau, associe a un puits secondaire isomerique du potentiel, dont la duree de vie est longue
comparativement aux temps caracteristiques nucleaires. Cet isomere de forme peut e^tre dans un
etat de deformation tres dierent de celui du noyau dans l'etat fondamental. Suivant le type
d'etat isomerique, la stabilite du noyau super-lourd varie fortement car le temps de presence de
l'isomere de forme dans le puits isomerique est d'autant plus grand que le puits isomerique est
profond et donc que la barriere isomerique de ssion associee est importante. Ces zones d'ombres
compliquent donc fortement la localisation de l'^lot de stabilite des elements super-lourds. Une
description complete de la dynamique de fusion-ssion de ces noyaux s'impose donc quand on
veut relier les predictions theoriques et les resultats experimentaux an d'apporter des contraintes
supplementaires sur la valeur de Z correspondant a la fermeture de couches de protons ainsi que
sur la forme de la barriere de ssion et en particulier sur le regain de stabilite associe a la presence
d'un ou de deux puits isomeriques.
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Lors de l'etude du mecanisme de formation d'un noyau compose, la fusion et la ssion sont
considerees comme independantes. En eet, apres l'etape de fusion, il n'y a pas de trace de
la maniere avec laquelle le noyau projectile et le noyau cible ont fusionne. De ce fait, le noyau
compose ne depend que de ces proprietes intrinseques comme par exemple l'energie d'excitation. En
outre, pour la fusion et la ssion, on observe une dissipation d'energie et des uctuations d'origine
statistique. En accord avec le theoreme uctuation-dissipation on utilise donc habituellement des
equations de transport avec extention stochastique de type Langevin par exemple. De plus, un
modele dynamique realiste doit incorporer des criteres issus d'une analyse microscopique. Il faut
alors tenir compte pour l'etape de fusion des eets de memoire et pour l'etape de ssion des
corrections d'eets de couches qui modient la forme de la barriere de potentiel correspondante.
Dans cette etude, on n'etudie pas l'inuence des eets de couches dans l'etape de fusion.
La phase de fusion peut e^tre decomposee en deux etapes, l'etape de capture ou le noyau pro-
jectile et le noyau cible se rapprochent jusqu'a e^tre en contact et l'etape de formation du noyau
compose. Dans cette etude, on s'interesse plus particulierement a cette etape de formation. Con-
trairement au cas des noyaux legers, ou seule la barriere de potentiel coulombienne est a franchir,
pour les noyaux super-lourds la presence d'une barriere interne constitue une entrave a la fusion.
L'etude de cette entrave presente un grand intere^t car actuellement ce processus n'est pas compris
completement. Au voisinage du maximum de potentiel de cette barriere interne, on peut approxi-
mer le potentiel par un potentiel osculateur parabolique an d'estimer les tendances generales
d'evolution. On considere alors cette etape de formation comme une diusion classique par-dessus
une barriere de potentiel parabolique avec eets de memoire. De plus, pour le traitement dy-
namique on utilise une equation de Langevin generalisee avec un noyau memoire. En eet, dans le
cas general, un processus aleatoire, c'est a dire stochastique, doit tenir compte de  l'historique 
de son evolution. Un des buts de cette partie consiste donc a etablir une expression exacte con-
cernant la probabilite de formation du noyau compose en tenant compte de cet aspect.
Dans la phase de ssion, le noyau compose super-lourd se comporte comme un noyau chaud car
une grande partie de l'energie d'excitation est presente sous forme thermique. Les deux processus
principaux de desexcitation du noyau compose super-lourd sont pour des energies d'excitation
inferieures a 100 MeV la ssion thermique et l'evaporation de neutrons. La competition entre
ces deux voies de desexcitation permet d'augmenter la duree de vie d'un noyau super-lourd car
l'evaporation de neutron permet d'evacuer une partie de l'energie d'excitation du noyau chaud par
un autre moyen que la ssion thermique. En particulier, il est interessant d'etudier le temps de
ssion an d'avoir des informations sur la stabilite des noyaux. En eet, plus le temps de ssion est
important, plus la barriere de ssion est elevee, et plus le noyau est stable. La methode habituelle
consiste a s'appuyer sur une equation de Langevin, cependant avec des temps de ssion de l'ordre
de 10 18s cette approche n'est pas viable en pratique. On a donc recours a des equations ma^tresses
de type Bateman pour modeliser la competition entre ssion et evaporation de neutrons. Les etudes
realisees avec une simple barriere de ssion ne permettent pas d'expliquer les resultats obtenus au
GANIL par blocage cristallin. An de comprendre ces resultats, il faut donc examiner d'autres
eets comme l'existence d'un puits de potentiel isomerique qui induit forcement une augmentation
du temps de ssion. Il est donc interessant de comparer le cas de la simple et de la double barriere
de potentiel, sans et avec corrections d'eets de couches.
Mots-cles :
Elements Super-Lourds - Diusion stochastique - Potentiel parabolique - Eets de memoire -
Temps de ssion - Evaporation de neutrons - Barriere de potentiel isomerique
Chapitre 1
Stabilite et synthese des super-lourds
Le but de ce chapitre consiste a rappeler ce qui est a l'origine de la stabilite des noyaux
super-lourds ainsi que la maniere de les synthetiser.
Dans un premier temps on aborde l'origine quantique de la stabilite de ces noyaux, que l'on
considere comme froids, gra^ce aux modeles en couches nucleaires et on rappelle les principales
informations concernant l'ilo^t de stabilite des super-lourds.
Dans un second temps on aborde la dynamique de fusion-ssion de ces noyaux en les considerant
comme des noyaux composes chauds, a cause de l'energie d'excitation principalement sous forme
thermique, avant de preciser les axes d'etude de la partie I.
1.1 Stabilite et localisation de l'^lot des super-lourds
1.1.1 Potentiel nucleaire et barriere de ssion
V(q)
q
Figure 1.1: Exemple de potentiel schematique V a une dimension avec simple barriere de poten-
tiel. La variable collective q est associee a la deformation jusqu'a la ssion du noyau compose au
point de scission de coordonnee qs. Figure adaptee de [14].
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De maniere generale, le potentiel V est associe a la variation d'energie de liaison du noyau
en fonction de la deformation. Pour decrire cette deformation, on introduit la variable collective
continue q. Le potentiel V est alors considere comme une fonction continue de q.
De plus, le potentiel nucleaire peut se decomposer en un puits de potentiel et une barriere de
potentiel. La barriere de ssion correspond alors a la dierence de potentiel entre la deformation au
point selle et la deformation de l'etat fondamental, voir gure 1.1. Quand la variable de deformation
q devient trop grande, c'est-a-dire quand la barriere de potentiel est franchie, alors le noyau devient
trop instable et ssionne. Le temps de vie de cet edice est alors fortement augmente [14]. La gure
1.1 est une representation schematique du potentiel V (q) a une dimension car le potentiel reel est
multidimentionnel.
Selon le modele de la goutte liquide LDM  Liquid Drop Model , plus le nombre de nucleons
est grand et plus la barriere de ssion BLDMf s'abaisse. Pour un noyau moyen, avec A de l'ordre
de 100, l'ordre de grandeur de BLDMf est d'environ 40 MeV [17]. Pour un noyau lourd, avec A
de l'ordre de 200, BLDMf n'est plus que de 10 MeV . Enn, dans le cas des noyaux super-lourds,
avec A de l'ordre de 300, BLDMf devient nulle. Pour ces noyaux super-lourds, le numero atomique
associe verie Z  110. La repulsion coulombienne destabilisatrice est alors preponderante [7, 16].
Si on envisage uniquement les criteres du modele de la goutte liquide [18], l'^lot de stabilite des
super-lourds ne peut exister car BLDMf diminue progressivement avec l'augmentation de Z jusqu'a
devenir quasi nulle pour Z  110. Pour comprendre ce regain de stabilite, il faut donc etudier les
structures nucleaires de maniere plus approfondie en utilisant les modeles en couches nucleaires.
1.1.2 Modeles en couches et barrieres isomeriques
Pour aller au-dela du modele de la goutte liquide [18], il faut etudier le mouvement des nucleons
a l'interieur du noyau. Le connement de ces derniers est modelise par un potentiel nucleaire V .
Ce potentiel est la resultante des interactions forte et coulombienne entre nucleons. De maniere
generale, compte tenu des echelles d'energies et de densites, le traitement de la stabilite des
noyaux releve de la description quantique. La nature quantique des noyaux decoule du caractere
fermionique des nucleons, voir partie 6.1.1. En outre, pour prendre en compte la taille nie des
noyaux il faut aller plus loin et utiliser des modeles microscopiques en couches nucleaires [19, 20].
Les nucleons sont alors consideres comme des nucleons quasi-independants en interaction dans le
potentiel V .
On peut utiliser par exemple, le modele macroscopique-microscopique de type Strutinsky avec
un potentiel de type Woods-Saxon ou de type Yukawa [21, 22], des methodes autocoherentes
de type Hartree-Fock s'appuyant sur des potentiels phenomenologiques non relativistes de type
Skyrme ou de type Gogny ou encore des traitements relativistes [9, 23, 24, 25, 26]. Suivant ces
dierents modeles theoriques, les conclusions sur les fermetures de couches dierent. Pour un noyau
spherique ou deforme, les couches correspondent a un  gap  a l'interieur de la distribution
inhomogene des niveaux d'energie des etats individuels du noyau. Les corrections de couches
representent les ecarts par rapport a la position moyenne d'une couche.
L'energie d'excitation generee lors de collisions d'ions lourds peut se diviser en deux categories,
une energie macroscopique et une energie microscopique : E = Emacro+Emicro. L'energie a l'echelle
microscopique est intrinseque a l'ensemble des nucleons. L'energie a l'echelle macroscopique est
quant a elle associee aux mouvements collectifs du noyau comme par exemple la deformation. De
maniere analogue, il y a deux contributions a la barriere de ssion Bf :
Bf ' BLDMf  Eshell = BLDMf + jEshellj: (1.1)
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La partie macroscopique de la barriere de ssion BLDMf est determinee a partir du modele de
la goutte liquide et la partie microscopique Eshell negative, d'origine quantique, est issue des
corrections d'energie de couches, de l'anglais  shell . Par denition, la valeur absolue de la
correction de couche jEshellj correspond a la dierence entre l'energie de liaison avec et sans
eets de couches. L'eet stabilisateur de ce dernier terme genere une elevation de la barriere de
ssion Bf , principalement par un abaissement de l'energie du niveau fondamental car l'abaissement
en energie au niveau du point selle, plus tenu, peut e^tre en premiere approximation neglige.
Certains modeles predisent pour les noyaux super-lourds de simples barrieres de ssion, que
l'on peut determiner gra^ce a l'equation 1.1, car les eets de couches n'induisent alors qu'un abaisse-
ment du niveau fondamental. Par opposition, d'autres modelisations indiquent que les corrections
d'eets de couches generent un abaissement du niveau fondamental ainsi que l'apparition d'un
ou de deux puits isomeriques [27], voir gure 1.2. Une barriere de ssion isomerique correspond
alors a la dierence de potentiel entre la deformation du maximum secondaire et la deformation
du puits isomerique.
Figure 1.2: Potentiel V en fonction de la variable collective q selon le modele de la goutte liquide
et selon le modele de correction d'energie de couches de type Strutinsky, avec un puits isomerique,
pour un noyau lourd de type actinide. Le numero atomique est proche de Z = 100 car la barriere
de ssion issue du modele standard de la goutte liquide est encore consequente. Figure adaptee
de [10].
Pour prendre en compte la dynamique de deformation des noyaux on s'appuie donc sur l'etude
de formes caracteristiques. En outre, dans le cas d'un noyau instable il faut tenir compte en
particulier de l'evolution de la forme de ce dernier, voir gure 1.3.
Figure 1.3: Evolution de la forme du noyau pendant un processus de ssion asymetrique. On
peut voir, de gauche a droite, le noyau spherique dans l'etat fondamental puis deforme. Ensuite la
deformation se poursuit jusqu'a la ssion au point de scission en deux produits de ssion. Figure
adaptee de [28].
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Les eets stabilisateurs de couches nucleaires s'amenuisent progressivement avec l'augmenta-
tion de la temperature. En eet, dans ce cas, les protons et les neutrons peuvent franchir plus
facilement le  gap  entre la couche occupee et la couche vide la plus proche. En eet, une couche
de protons ou de neutrons inaccessible a basse temperature peut le devenir quand la temperature
augmente. Pour les faibles energies d'excitation autour de l'etat fondamental, le noyau est peu
deforme et la barriere de potentiel assure la stabilite du systeme. Par contre, pour des energies
d'excitation plus grandes, statistiquement la probabilite de franchissement de la barriere de ssion
n'est plus negligeable. Le noyau compose peut alors devenir instable par deformation jusqu'au
point de scission ou deux fragments de ssion se separent.
1.1.3 Consensus pour N mais pas pour Z
A l'heure actuelle le nombre de neutrons du noyau super-lourd doublement magique est estime
a N = 184 mais il subsiste des zones d'ombres sur la determination du nombre de protons Z. Les
dierentes valeurs de Z issues des dierents modeles predictifs se repartissent sur une large gamme
de valeurs, entre 114 et 126.
Sur la gure 1.4 on visualise les structures particulierement stables qualiees de  noyaux
doublement magiques  existant sur Terre [21, 22].
?
Figure 1.4: Carte des noyaux dans le plan (N;Z), nombres magiques et noyaux doublement
magiques. En particulier, on remarque le noyau doublement magique le plus massif a l'etat naturel
sur Terre : le plomb 208 avec Z=82 protons et N=126 neutrons. Figure adaptee de [3].
Les simulations numeriques realisees en prenant en compte les correction d'eets de couches
avec dierents potentiels reproduisent les niveaux d'energie des noyaux existant dans la nature. Par
extrapolation a partir de ces me^mes modeles on retrouve les nombres magiques pour les fermetures
de couches des protons et des neutrons correspondant a l'^lot de stabilite des super-lourds.
Pour des noyaux super-lourds veriant Z  110, la barriere de ssion issue du modele macro-
scopique de la goutte liquide BLDMf est quasi nulle. Les eets stabilisateurs sont donc d'origine
purement quantique. On peut alors ecrire
BSHEf ' jEshellj: (1.2)
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Ces noyaux super-lourds se caracterisent par de hautes barrieres de ssion, de l'ordre de
plusieurs MeV, voir l'exemple de la gure 1.5 ou les barrieres de ssion peuvent s'elever jusqu'a
jEshellj ' 10 MeV.
Suivant les modeles predictifs pour ces noyaux super-lourds, les nombres magiques associes
aux fermetures de couches de protons et de neutrons changent et les ^lots de stabilite predits
correspondent a des noyaux spheriques ou deformes [15, 23, 24, 25, 29, 30]. Par exemple, avec la
methode auto-coherente Hartree-Fock utilisant des potentiels de Skyrme SkP et SLy7 on trouve
Z=126 et N=184. De plus, avec la methode des corrections de couches de type Strutinsky a
l'aide d'un potentiel de type Woods-Saxon on trouve Z=114 et N=178, N=182. En outre, avec un
traitement relativiste on trouve Z=120, Z=124 et N=178. [23, 24, 25, 26]. Il existe d'autres types
de potentiels qui aboutissent a d'autres valeurs de Z, cette liste de valeurs de Z n'est donc pas
exhaustive.
Figure 1.5: Trois exemples pour les energies de correction de couches Eshell en MeV dans
le plan (N;Z). Les dierentes courbes de niveau sont obtenues par la methode auto-coherente
Hartree-Fock en utilisant des potentiels de Skyrme SkP et SLy7, voir les chapitres 6 et 7, ou avec
la methode des corrections de couches de type Strutinsky a l'aide d'un potentiel de type Wood-
Saxon. Suivant la modelisation choisie, les valeurs de Eshell changent et la localisation de l'ilo^t
de stabilite diere. Pour ces noyaux, la barriere de ssion issue du modele macroscopique de la
goutte liquide est quasi inexistante. Figure issue de [30].
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De plus, comme il n'y a pas de concensus pour Z, il n'y en a pas non plus pour le nombre de
masse A. Par exemple, pour Z=124 et N=184 on obtient un nombre de masse A=308.
Dans la suite de l'etude nous utilisons le plus souvent l'expression (1.2) quand on considere
les corrections d'eets de couches sur la barriere de ssion pour les noyaux super-lourds veriant
Z  110. De plus, dans les dierents graphiques et applications numeriques concernant les noyaux
super-lourds, on envisage en general des corrections d'eets de couches se repartissant dans un
gamme de valeurs proches de jEshellj ' 10 MeV et un nombre de masse A = 308.
1.1.4 Mesure de la stabilite des super-lourds par blocage cristallin
Une methode experimentale utilisee au GANIL [9, 14, 15, 16, 19] se base sur la technique de
blocage dans les monocristaux,  crystal blocking technique . Cette technique permet d'etudier la
stabilite des noyaux super-lourds par mesure de temps de ssion tfiss. Avec cette methode, on peut
etudier les noyaux super-lourds formes par collisions entre un noyau lourd du faisceau incident et
le noyau cible d'un atome du monocristal. L'energie d'excitation E0 des noyaux super-lourds ainsi
formes est de l'ordre de 70 MeV ou 80 MeV . Quand les projectiles sont des noyaux de plomb et
les cibles des noyaux de germanium on synthetise des noyaux de numero atomique Z = 114. Avec
un faisceau de noyaux d'uranium et des cibles de nickel ou de germanium, les numeros atomiques
des noyaux sont alors respectivement Z = 120 ou Z = 124. Ces noyaux etant metastables, les
produits de ssion correspondants et les distributions angulaires associees sont determines par un
systeme de detection aligne avec un des axes principaux du monocristal, voir gure 1.6.
Figure 1.6: Schema simplie de la technique du blocage cristallin. Figure adaptee de [14, 31].
Les observables, grandeurs mesurables, sont dans ce cadre P (tfiss  10 18s), la probabilite
d'existence de fragments de ssion au-dela de 10 18s et la multiplicite de neutrons de prescission,
correspondant au nombre de neutrons emis avant le point de scission. En eet, par cinematique
inverse, les projectiles etant plus massifs que les cibles, ce temps caracteristique est directement
relie aux limitations inferieures de sensibilite dues aux vibrations thermiques du cristal cible. Avec
ces cristaux et les vitesses associes aux dierentes reactions etudiees, les residus de temps de vie
caracteristiques inferieurs a cette limite de 10 18s ne sont pas mesurables [15]. Comme le temps
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de ssion moyen fiss n'est pas une observable, l'estimation de cette grandeur physique modele-
dependante est indirecte. Dans ce cas, si le modele sur lequel s'appuie l'estimation d'une telle
grandeur est trop simpliste, il y a alors des imprecisions sur la valeur obtenue. Un avantage de la
technique du blocage cristallin reside dans le fait qu'elle n'est pas reliee a un modele nucleaire.
D'une part, le temps de ssion est une grandeur physique independante des modeles de fusion, ce
qui est interessant car les sections ecaces de fusion sont mal connues. D'autre part, le temps de
ssion est independant des modeles nucleaires decrivant la ssion. Le modele utilise ici est bien
connu car il s'appuie sur les interactions atomiques dans les monocristaux qui generent des eets
de canalisation et d'ombre en fonction du temps caracteristique du processus envisage.
Un fragment de ssion emis suivant une direction principale du cristal subit l'interaction des
atomes du plan cristallin associe au noyau cible. Le type de propagation ulterieure des fragments
de ssion par rapport a une direction principale du monocristal est relie a l'echelle de temps du
processus. Une estimation quantitative du temps de ssion associe est alors possible.
Les fragments de ssion sortent du cristal mais a des angles  dierents. En eet, quand
la ssion est rapide, les fragments sont produits dans le voisinage du site cible. Si l'interaction
electromagnetique entre le fragment et les atomes du cristal est intense, les angles  sont grands car
il y a une deection importante de la trajectoire. Au-dela du domaine des vibrations thermiques,
pour des temps caracteristiques superieurs a 10 18s, l'interaction entre le noyau cible et le plan
cristallin est de ce fait moins importante et les angles  sont petits.
Pour Z = 114 aucun evenement superieur a 10 18s n'est detecte. Au contraire, pour Z = 120
et Z = 124, respectivement 10% et 12% des evenements de capture possedent un temps de vie
superieur a 10 18s [14, 15, 16].
1.2 Etapes de synthese des super-lourds et axes d'etude
1.2.1 Fusion-ssion des noyaux super-lourds et processus associes
Figure 1.7: Etapes de la fusion-ssion des noyaux super-lourds et processus en competition.
Figure issue de la reference [19].
Pour realiser la synthese de noyaux super-lourds, de numero atomique Z > 100, les techniques
actuelles consistent a realiser des collisions entre ions lourds. Lors de telles collisions, l'inuence
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du parametre d'impact est primordiale car suivant sa valeur dierentes situations sont possibles,
voir gure 1.7. Cette synthese est favorisee pour les faibles parametres d'impact associes aux
collisions centrales. Il y a alors optimisation de la phase d'approche vers le point de contact entre
les noyaux cible et projectile au detriment de leur diusion elastique. Ensuite, pendant la phase
de formation, le noyau compose commence a se former par apparition d'un col d'interpenetration
entre le projectile et la cible. Pendant cette etape cruciale, il y a alors competition entre la quasi-
ssion et la formation du noyau compose metastable. Enn, une fois le noyau compose forme, la
desexcitation associee s'eectue soit par formation de deux fragments de ssion, soit par formation
d'un noyau residuel apres evaporation d'une particule legere.
Experimentalement, il n'est pas facile de dierencier les fragments issus de la ssion de ceux
provenant de la quasi-ssion. Cependant, les dierences entre les echelles de temps caracteristiques
associees a ces dierents processus servent de signatures pour leur discrimination. Par exemple le
temps caracteristique de la quasi-ssion, inferieur a 10 20 s, n'est pas detectable avec la technique
du blocage cristallin contrairement au temps caracteristique de desexcitation du noyau compose
avec competition entre ssion et evaporation de particules legeres ici superieur a 10 18 s.
Dans la gure 1.7 on remarque que le processus de fusion s'eectue en deux etapes, la phase de
capture et la phase de formation, voir partie 1.2.2. Lors de la fusion, une seule tentative est pos-
sible, il n'y a pas de deuxieme chance. Pour la phase d'approche, la condition initiale est situee a
l'inni et la condition asymptotique au point de contact unique entre les noyaux qui collisionnent.
Pour la phase de formation, la condition initiale est situee a ce me^me point de contact. Le noyau
compose forme se trouvant dans un etat excite, il peut e^tre considere comme un noyau chaud. Ce
noyau compose etant metastable, statistiquement la ssion autorise de multiples tentatives pour
le franchissement de la barriere de ssion. Pour la ssion la condition initiale se situe alors dans le
puits thermalise correspondant a l'etat fondamental du noyau compose. La competition entre la
ssion et l'evaporation de particules legeres conditionne la desexcitation du noyau compose, voir
partie 1.2.3.
Il est donc tres dicile d'explorer le domaine ou doivent se situer les noyaux d'elements super-
lourds car les deux principaux criteres mis en jeu, la fusion et la ssion sont antagonistes. En
pratique, le principal probleme reside dans la determination du  juste equilibre  an de les
optimiser conjointement.
1.2.2 Fusion des noyaux d'elements super-lourds
Les noyaux super-lourds se caracterisent par de tres faibles sections ecaces de fusion, de l'ordre
du picobarn ou me^me encore plus petites [13, 15, 19, 32]. De maniere generale, la section ecace
de fusion peut s'ecrire en fonction des dierentes valeurs du moment angulaire total J  Jmax :
fus(Ec:m:) =
2
4
X
JJmax
(2J + 1)Pfus(Ec:m:); (1.3)
ou  represente la longueur d'onde de De Broglie et Ec:m: l'energie de faisceau dans le centre
de masse. La probabilite de fusion Pfus(Ec:m:) depend egalement de J . Dans le cas des noyaux
super-lourds, la valeur J = 0 du moment angulaire constitue la contribution principale a la section
ecace de fusion.
Figure 1.8 on visualise la schematisation du potentiel V (q) lors de la fusion d'un noyau cible,
de numero atomique Zc, et d'un noyau projectile, de numero atomique Zp, pour former un noyau
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compose de numero atomique Z = Zc+Zp. Les nombres de masse associes sont alors A = Ac+Ap.
Pour tout type de noyau, il existe une barriere associee a la forte repulsion coulombienne entre les
noyaux projectile et cible. De plus, contrairement aux noyaux legers, pour les noyaux super-lourds
tels que Zc:Zp  1600 il existe une barriere interne apres le point de contact. Cette seconde barriere
est associee au processus de formation du noyau compose proprement dit et genere un phenomene
d'entrave a la fusion. A l'heure actuelle, il n'existe pas de theorie pour considerer la fusion dans sa
globalite. Pour contourner ce probleme, on modelise la fusion a l'aide de deux etapes successives :
le processus de capture, pendant la phase d'approche et jusqu'au point de contact, et le processus
de formation. Les conditions asymptotiques apres le franchissement de la barriere coulombienne
correspondent alors aux conditions initiales de la barriere interne [32]. La probabilite de fusion est
donc egale au produit des probabilites de capture Pcapt et de formation Pform
Pfus(Ec:m:) = Pcapt:Pform; (1.4)
avec Ec:m: l'energie de faisceau dans le centre de masse. Cette energie est telle que Ecm = E
 Q ou
E est l'energie d'excitation du noyau compose par rapport a l'etat fondamental et Q = Qfusion est
l'energie associee a la fusion du noyau projectile et du noyau cible pour former le noyau compose
d'ou l'expression en fonction des energies de masses des noyaux Qfusion = (Mp +Mc  MCN)c2.
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Figure 1.8: Schematisation du potentiel V en fonction de la coordonnee collective q lors du pro-
cessus de fusion du noyau compose de nombre de masse A. Le sommet de la barriere coulombienne
est note Vb. Le sommet BS de la barriere interne, specique des noyaux super-lourds, se situe apres
le point de contact de potentiel V0. Les grandeurs BS et V0 sont denies par rapport au niveau
fondamental du noyau compose. La correction d'energie de couches est Eshell = Eshell < 0. Ecm
est l'energie de faisceau disponible dans le centre de masse. E represente l'energie d'excitation
du noyau compose par rapport a l'etat fondamental et Q = Qfusion. Figure adaptee de [19].
Experimentalement il est dicile d'acceder a l'^lot de stabilite des super-lourds car actuellement
on ne dispose pas de faisceaux d'ions projectiles et d'ions cibles assez exotiques qui sont susam-
ment riches en neutrons. Les noyaux composes synthetises lors des collisions d'ions lourds sont donc
en general decitaires en neutrons par rapport aux nombre de neutrons des noyaux predits pour
l'^lot de stabilite des super-lourds. Suivants les laboratoires, dierents types de procedes sont mis
en uvre : la fusion froide, la fusion chaude et la fusion que l'on peut qualier de  tres-chaude .
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- La fusion froide est utilisee au GSI et a RIKEN. Elle se caracterise par une energie d'excitation
du noyau compose de l'ordre de 10 MeV et une evaporation d'un ou deux neutrons en moyenne.
Cette methode permet de produire au GSI des noyaux de numeros atomiques Z allant de 107 a
112 et a RIKEN des noyaux de numeros atomiques Z compris entre 110 et 113. La ssion associee
est asymetrique et les produits de ssion sont peu excedentaires en neutrons. Lors du processus de
desintegration radioactive, les cascades de desintegration se situent dans une region bien connue
du diagramme de Segre, ce qui facilite l'identication.
- La fusion chaude est quant a elle utilisee au JINR. L'energie d'excitation du noyau compose est de
l'ordre de 30MeV et le nombre moyen de neutrons evapores varie de trois a cinq. Cette technique
permet la synthese de noyaux de numeros atomiques Z = 114, Z = 115, Z = 116, Z = 117 et
Z = 118 [13]. La ssion associee est symetrique et les produits de ssion sont excedentaires en
neutrons. Le GSI a comrme des reactions de fusion chaude pour les noyaux Z = 114 et Z = 116,
qui sont donc en cours d'e^tre nommes. Cependant pour , Z = 114, Z = 116 et Z = 118 les resultats
obtenus au JINR sont encore soumis a debat car les cascades de desintegration se trouvent alors
dans une zone mal connue du diagramme de Segre.
- La fusion  tres-chaude  est mise en uvre au GANIL. L'energie d'excitation du noyau compose,
considere dans ce cas comme un noyau chaud, est alors de l'ordre de 70 MeV ou 80 MeV et le
nombre de neutrons evapores s'eleve a huit ou neuf. En outre, les noyaux formes sont Z = 114,
Z = 120 et Z = 124 [16]. Les nombres de neutrons associes sont proches de 180. Pour ces deux
derniers cas, la stabilite particuliere de ces deux noyaux est mise en evidence par des temps de
ssion longs, signatures de l'existence de barrieres de ssion importantes.
Pour ce type de fusion, il n'y a pas de residus d'evaporation observes car tous les noyaux formes
ssionnent. De ce fait, ces noyaux sont alors trop instables pour pouvoir realiser des syntheses
d'atomes avec tout le cortege electronique.
1.2.3 Metastabilite et desexcitation des noyaux d'elements super-lourds
Pour la fusion  tres-chaude  mise en uvre au GANIL, l'energie mobilisee est grande donc la
duree de vie du noyau compose a partir de la collision est petite, l'energie d'excitation par rapport
a l'etat fondamental etant alors importante. La section ecace resultante des dierents processus
de desexcitation du noyau compose est de ce fait grande. La probabilite de survie du noyau super-
lourd, particulierement instable, est alors petite. Ainsi, la fusion du noyau super-lourd metastable
est donc ineluctablement suivie de sa desexcitation qui a son tour conditionne sa survie.
La section ecace residuelle est donc le produit de la probabilite de fusion Pfus et de la
probabilite de survie Psurv pour les dierentes valeurs du moment angulaire total J  Jmax :
res(Ec:m:) =
2
4
X
JJmax
(2J + 1)Pfus(Ec:m:)Psurv(E
); (1.5)
avec E = Ec:m: + Q l'energie d'excitation du noyau compose par rapport a l'etat fondamental
avec Q = Qfusion. Pour simplier les notations les dependances des probabilites Pfus et Psurv par
rapport au moment angulaire total J ne sont pas representees. Pour les noyaux super-lourds la
valeur J = 0 assure la principale contribution de cette section ecace.
Cette section ecace res(Ec:m:) traduit la competition entre fusion et ssion, il est donc dicile
d'optimiser sa valeur. En eet, dans la gamme d'energie compatible avec le processus de fusion,
plus l'energie cinetique Ec:m: mise en jeu dans la collision est faible et plus la probabilite de fusion
Pfus(Ec:m:) est petite mais en me^me temps plus la probabilite de survie du noyau chaud compose
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ainsi forme Psurv(E
) est grande car dans ce cas l'energie d'excitation E0 de ce noyau compose,
premier noyau de la cascade de desexcitation, est plus faible. Ces considerations sont valides pour
une energie E0 inferieure a 100MeV , comme par exemple 70MeV ou 80MeV . Dans ce cadre, on
peut donc determiner la probabilite de survie Psurv(E
) associee en fonction des dierents canaux
de desexcitation disponibles, les deux principaux etant la ssion et l'evaporation de neutrons.
De maniere generale, a cause de la competition entre les dierents canaux de desexcitation,
les temps de ssion obtenus au GANIL pour les noyaux super-lourds Z =120 et Z =124 [14], voir
partie 1.1.4, sont largement superieurs au temps de ssion estime a partir du taux de Kramers
correspondant au taux de ssion par-dessus une barriere de potentiel depuis un etat fondamental
metastable thermalise [33] quand la temperature verie T < Bf , voir partie 4.2.1.
Pour essayer de comprendre les valeurs importantes de ces temps de ssion, dierents outils
sont utilises. On peut par exemple utiliser, dans le cas ou la ssion est consideree comme le seul
processus de desexcitation, le temps de descente du point selle au point de scission, voir gure 1.9.
En particulier, le temps de descente depuis le point selle correspondant au maximum de potentiel
(associe au puits de l'etat fondamental) jusqu'au point de scission ou le noyau compose est detruit
peut alors e^tre long dans le cas des noyaux super-lourds, voir partie 4.2.1.
En outre, gure 1.9, avec le type de potentiel V (q) envisage, on visualise les formes successives
du noyau pendant sa deformation et en particulier des etats isomeriques associes de formes tres
dierentes de la forme du noyau dans l'etat fondamental . Ces isomeres de forme presentent une
certaine stabilite qui se traduit par une augmentation de la duree de vie du noyau et donc du
temps de ssion. A priori, l'existence d'un puits de potentiel isomerique, voir partie 1.1.2, peut
e^tre un autre element d'explication possible pour les temps de ssion longs.
Figure 1.9: Exemple de potentiel schematique V (q) a une dimension avec double barriere de po-
tentiel, par analogie avec les actinides. Dans ce schema simplie, les eets de couches stabilisateurs
dans la region de l'etat fondamental ne sont pas representes. La variable collective q est associee a
la deformation jusqu'a la ssion du noyau compose au point de scission de coordonnee qs. Figure
adaptee de [7].
1.2.4 Axes d'etude
Pour apporter des elements d'information sur la dynamique de la fusion-ssion des noyaux
super-lourds on envisage deux axes d'etude. Dans le premier axe d'etude on suppose la phase de
capture reussie et on s'interesse a la formation proprement dite du noyau compose super-lourd
par diusion. Dans le deuxieme axe d'etude on se focalise sur la desexcitation du noyau compose
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super-lourd et de la cha^ne isotopique de desexcitation associee par competition entre ssion et
evaporation de neutrons.
D'apres le principe de causalite, tout phenomene physique possede une origine. L'etat d'un
systeme doit alors garder une trace, pendant un temps caracteristique, des etats anterieurs. On
parle alors d'eets de memoire. En physique nucleaire, pour acceder a la dynamique du systeme, il
est donc necessaire d'utiliser des equations de transport stochastiques ou les eets de memoire sont
pris en compte gra^ce a la presence d'un noyau memoire. Par exemple, dans le cas des oscillations
resonantes des noyaux, modes collectifs de faibles amplitudes, le temps de relaxation est du me^me
ordre de grandeur que l'inverse de la frequence des oscillations. C'est pourquoi, dans ce cas, le
noyau memoire doit e^tre pris en compte pour reproduire les donnees experimentales [34, 35].
Cependant, pour simplier, on peut ecarter ces eets de memoire si le temps caracteristique d'un
processus est long devant le temps caracteristique du noyau memoire. C'est le cas de la ssion.
La fusion est un processus que l'on modelise comme une diusion par-dessus une barriere. Pour
ce type de reaction, l'echelle de temps est assez petite pour considerer que la prise en compte du
noyau memoire est pertinente. Il faut donc tenir compte de l'inuence des eets de memoire sur la
phase de formation par fusion nucleaire du noyau compose. L'equation de transport stochastique
est alors une equation de Langevin generalisee. En general, des simulations numeriques s'averent
necessaires car des solutions analytiques ne sont obtenues que dans les cas particuliers des poten-
tiels paraboliques, lineaires ou nuls. Dans le cas present, on considere que le potentiel est de forme
parabolique au sommet de la barriere interne, ce qui permet une resolution exacte. L'equation du
mouvement est en general non lineaire, cependant l'etude est restreinte aux faibles amplitudes en
utilisant une equation lineaire dans le but d'etudier les eets du noyau memoire sur la diusion.
Dans le chapitre 2, on rappelle les grandes lignes et les principaux resultats du cas sans eets
de memoire avant d'aborder l'equation de Langevin generalisee. Dans le chapitre 3 on aborde la
prise en compte des eets de memoire dans la formation du noyau compose.
La ssion, mode collectif de forte amplitude, est un processus lent compare au temps carac-
teristique du noyau memoire [36]. On peut donc a priori ecarter les eets de memoire sur l'ensemble
du processus a l'exception du passage du point selle au point de scission. En eet, un calcul recent
montre que le temps de descente du point selle au point de scission est egalement sensible aux
eets de memoire [35]. On etudie la desexcitation du noyau compose metastable en le considerant
comme un noyau chaud. Comme dans ce cas, la forme de la barriere de ssion n'est pas bien
connue, an de regarder l'inuence de la forme de la barriere sur le processus de ssion du noyau
compose, dierents types de barrieres sont envisages. Le but est d'essayer de comprendre les
resultats experimentaux obtenus au GANIL avec la technique du blocage cristallin. Le recours a
une equation de Langevin n'est plus pertinent compte tenu des temps caracteristiques de ssion
de l'ordre de 10 18s et de l'enorme statistique que cette methode impose. On utilise donc des
equations de Bateman pour decrire la competition entre ssion et evaporation de neutrons. Cette
modelisation est hybride car elle associe les points de vue statistique et dynamique. De plus, cette
approche permet une resolution analytique.
Le chapitre 4 envisage l'etude de la simple barriere et le chapitre 5 aborde celle de la double
barriere. Pour ces deux cas, on conserve la me^me progression. Dans un premier temps l'etude de
la barriere est realisee avec la ssion comme seul processus de desexcitation. Dans un deuxieme
temps on considere la competition entre ssion et evaporation de neutrons avec tout d'abord la
barriere de ssion Bf constante puis la prise en compte des corrections d'eets de couches.
On regarde alors l'inuence de la barriere de potentiel sur le temps de ssion et les grandeurs
physiques associees comme la probabilite d'existence d'evenements avec des temps de ssion
superieurs a 10 18s ou la multiplicite de neutrons de prescission.
Chapitre 2
Equation de Langevin, diusion et eets
de memoire
Le but de ce chapitre consiste a rappeler les principales caracteristiques de la dynamique
stochastique, sans et avec eets de memoire. En particulier on precise le domaine de validite de
ces approches ainsi que leur relation avec la physique nucleaire.
Dans un premier temps, on aborde le lien entre le mouvement brownien et l'equation de
Langevin markovienne. Dans un deuxieme temps, on rappelle le cadre general de la diusion avec
une barriere de potentiel parabolique, voir gure 2.1, et les principaux resultats du cas markovien.
Dans un troisieme temps on examine l'origine des eets de memoire et un modele statistique qui
permet d'aboutir a une equation de Langevin generalisee.
q0
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q
V
Figure 2.1: Modelisation du sommet de la barriere interne des noyaux super-lourds par un po-
tentiel parabolique avec les conditions initiales q0 < 0 et p0 > 0.
2.1 Mouvement brownien et equation de Langevin
2.1.1 Mouvement brownien, variable stochastique et cadre markovien
Le mouvement brownien
En 1827 le botaniste Robert Brown observe les trajectoires erratiques de particules micro-
scopiques de pollen dans de l'ambre [37]. Ces grains de pollen ne pouvant plus e^tre vivants, le
mouvement n'est pas d'origine biologique comme on le pensait auparavant mais d'origine physique
ou chimique. Plus tard, on donne a ce phenomene le nom de mouvement brownien. Ce n'est qu'a
partir de 1905 qu'Albert Einstein fournit une premiere interpretation du processus [38] : le com-
portement desordonne des grains est du^ a leurs collisions avec les molecules d'eau, constitutives du
milieu. Independamment en 1906, M. V. Smoluchowski, a partir d'une equation de conservation
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dans l'espace des phases c'est-a-dire d'une approche globale, aboutit aux me^mes constatations.
L'inconvenient de ces approches reside dans le fait que l'inertie de la particule brownienne n'est
pas prise en compte. Paul Langevin en 1908 analyse plus precisement l'inuence du milieu sur la
particule brownienne en incluant les eets d'inertie [39]. Il propose alors une approche originale
qui consiste, en partant du mouvement individuel de la particule brownienne, a introduire une
force aleatoire an de modeliser son comportement erratique.
Des situations similaires au mouvement brownien apparaissent dans de nombreux domaines de
la physique. On peut citer a titre d'exemples la ssion et la fusion, themes centraux de notre etude
de physique nucleaire, ou le bruit Nyquist dans les conducteurs ohmiques. De maniere generale, le
mouvement brownien peut e^tre considere comme un  cas d'ecole  permettant de comprendre les
mecanismes qui regissent les uctuations et les dissipations d'energie. Le probleme presente aussi
un intere^t pratique car ces uctuations sont sources de bruit de fond, ce qui limite la precision
des mesures. Dans le cas general on parle de mouvement brownien quand une particule est assez
petite pour e^tre soumise a un mouvement aleatoire, une fois plongee dans un bain thermique.
Mathematiquement le mouvement brownien de la particule peut e^tre decrit a l'aide d'une
variable aleatoire continue q dont l'evolution est regie par l'equation de Langevin. Le domaine
de validite de cette equation phenomenologique peut e^tre etendu a la physique nucleaire sous
certaines conditions, voir partie 2.3.1. Dans ce chapitre et le chapitre suivant, q est consideree
comme une variable collective caracterisant l'elongation, c'est-a-dire la distance separant le noyau
projectile du noyau cible pendant la formation du noyau compose et m represente l'inertie.
Variable aleatoire et processus markovien
Contrairement au cadre classique deterministe, la variable q n'est pas connue avec certitude
a l'instant t quand on conna^t la position initiale q0 a t0 = 0. En eet, on ne conna^t que la
probabilite qu'elle prenne une valeur particuliere a t. q est donc une variable stochastique. Pour une
telle variable continue on utilise alors la notion de densite de probabilite W (q; tjq0; t0). Dans le cas
general, la densite de probabilite a elle seule ne permet pas de caracteriser de maniere exhaustive
le processus aleatoire, autrement dit stochastique, il faut aussi conna^tre l'ensemble des densites
de probabilites conjointes W (qn; tnj:::jqk; tkj:::jq0; t0), avec qk valeur prise par la variable aleatoire
q a l'instant tk tel que t0 < tk < tn. La prise en compte de  l'historique  de la particule est donc
necessaire car il faut envisager a partir de (q0; t0) tous les chemins possibles (qk; tk) anterieurs a
l'etat (qn; tn).
Au contraire, un processus markovien ne tient pas compte de la memoire  du systeme. Pour
cette classe de processus, l'etat (qn; tn) ne depend donc que de l'etat (qn 1; tn 1) et pas des etats
anterieurs. De ce fait, pour un processus de Markov on peut donc ecrire
W (qn; tnjqn 1; tn 1j:::jq0; t0) =
nY
i=1
W (qi; tijqi 1; ti 1)W (q0; t0): (2.1)
2.1.2 L'equation de Langevin markovienne
Modelisation phenomenologique du mouvement brownien
Comme on l'a deja evoque dans la partie 2.1.1, l'equation de Langevin est introduite pour la
premiere fois en 1908 par Paul Langevin [39]. Dans cette approche phenomenologique, on considere
un systeme constitue d'une particule de masse m, en interaction avec un milieu possedant un grand
nombre de degres de liberte s1; :::; sn. Pour simplier l'etude, on se place a une dimension.
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Le centre de masse de la particule est donc caracterise par sa position q(t) et sa vitesse
p(t) = _q(t). Il n'est pas possible de decrire exactement le couplage entre les nombreux degres
de liberte secondaires representatifs du milieu s1; :::; sn. En revanche, comme la variation de ces
degres de liberte secondaires est tres rapide par rapport a celle de la variable collective q(t), ces
degres peuvent e^tre assimiles a un bain thermique de temperature T . L'interaction entre la par-
ticule brownienne et les degres de liberte secondaires peut alors e^tre representee par une force
eective F (t). D'autre part, la particule brownienne est aussi susceptible de subir l'action d'un
champ de force exterieur, derivant d'une energie potentielle V . Ainsi, l'equation fondamentale de
la dynamique s'ecrit :
mq = F (t)  @V
@q
: (2.2)
La deuxieme loi de Newton neglige les uctuations de ces chocs entre les constituants du bain et
la particule de masse m. Cette hypothese est justiee uniquement quand la masse de la particule
est grande devant celle des dierents constituants du bain. Ce n'est donc plus le cas pour une
particule comparable aux constituants du bain. En eet celle-ci, a cause des nombreuses collisions
avec le milieu est soumise a un mouvement stochastique. De ce fait, l'evolution de cette particule
ne peut plus e^tre decrite par une equation de Newton, deterministe par nature [40]. An de pallier
le probleme, on adjoint alors au bilan des forces une force stochastique f(t). De ce fait, la force
totale qui decrit les interactions entre la particule brownienne et le bain thermique peut se scinder
en deux termes : F (t) = hF (t)i+ f(t).
1. Le premier terme est appele force de friction. Il est associe au fait que dans le referentiel
du centre de masse de la particule brownienne, il y a plus de chocs avec les constituants du
bain thermique a l'avant la particule brownienne qu'a l'arriere. Pour les me^mes raisons il y a
plus de gouttes d'eau sur le pare-brise d'une voiture qui roule sous la pluie que sur la lunette
arriere. La valeur moyenne de la force F (t) n'est donc pas nulle. On la note hF (t)i avec h::i,
symbole caracterisant une moyenne statistique sur un ensemble de systemes, constitues d'une
particule brownienne et d'un bain thermique, tous identiques a l'echelle macroscopique. En
general, cette force est proportionnelle a la vitesse de la particule et de sens oppose au
mouvement d'ou : hF (t)i =   _q(t), avec  le coecient de friction.  traduit le transfert
irreversible moyen de l'energie associee a la particule vers les degres de liberte du milieu.
2. Le deuxieme terme est la force stochastique proprement dite f(t) qui symbolise la partie
rapidement variable de F (t). Pour e^tre plus precis, f(t) est issue des uctuations statistiques
de part et d'autre de hF (t)i. f(t) n'est pas connue avec precision mais des hypotheses
statistiques peuvent e^tre faites :
Dans un premier temps hf(t)i, le moment d'ordre 1 de f(t), est par denition nul car il est
obtenu en retranchant la valeur moyenne hF (t)i a F (t) an d'acceder a f(t).
Dans un deuxieme temps pour hf(t)f(t0)i, le moment d'ordre 2 de f(t), on fait l'hypothese
que deux evenements separes d'un intervalle de temps susamment long ne sont pas correles.
Le moment d'ordre 2 a donc la forme d'une distribution paire, symetrique, piquee aux
alentours de la valeur t   t0 = 0. Cette distribution est dans le cas markovien, c'est-a-dire
quand il n'y a pas d'eet de memoire, associee a une distribution  de Dirac. De plus, pour ce
cas markovien, d'apres le theoreme uctuation-dissipation [41], on peut montrer que f(t) =p
2T(t), avec  un nombre aleatoire gaussien, tel que h(t)i = 0 et h(t)(t0)i = (t  t0).
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Bilan du cas markovien
L'equation de Langevin markovienne s'ecrit alors, en introduisant le coecient de friction
reduit  = =m =  1p et la force stochastique reduite rm(t) = f(t)=m :
q +  _q +
1
m
@V
@q
= rm(t): (2.3)
les moments d'ordre un et deux de la force stochastique reduite verient
hrm(t)i = 0 et hrm(t)rm(t0)i = 2T
m
(t  t0); (2.4)
en accord avec le theoreme uctuation-dissipation.
Ainsi, pour resumer la situation, le systeme constitue d'une particule de massem, dont le centre
de masse est caracterise par q(t), soumise a une barriere de potentiel quadratique V =  1
2
m!2q2,
plongee dans un bain thermique caracterise par la temperature T et le coecient de friction reduit
 est :
q +  _q   !2q = rm(t) rm(t) =
q
2T
m
(t) (2.5)
hrm(t)i = 0 hrm(t)rm(t0)i = 2Tm (t  t0) (2.6)
Le systeme ci-dessus est qualife de markovien, autrement dit completement aleatoire, car il ne
presente aucun eet de memoire. Des evenements a deux instants t et t0 dierents sont donc
completement decorreles. De plus, le coecient reduit  est associe a la dissipation de la particule
brownienne vers les degres de liberte du bain thermique. La force stochastique gaussienne reduite
represente les uctuations autour de la valeur moyenne. L'equation de Langevin (2.5) est qualiee
d'equation reduite car le bain thermique est decrit uniquement par deux parametres T et . De
plus, seules les derivees premiere et seconde de la coordonnee q(t) apparaissent dans cette equation
lineaire. En outre, pour acceder aux grandeurs physiques, seuls les deux premiers moments de la
force stochastique reduite sont necessaires.
2.2 Diusion et barriere de potentiel parabolique
2.2.1 Point de vue general
Le probleme de la diusion par-dessus une barriere de potentiel parabolique a une dimension
V (q) =  m!2q2=2, avec des conditions initiales strictes comme q0 < 0 et p0 = _q0 > 0, peut e^tre
resolu exactement avec la methode utilisee dans la reference [41] ou en utilisant les transformees
de Laplace, cette derniere methode etant plus rapide.
Pour evaluer la probabilite de formation par passage par-dessus la barriere de potentiel, nous
avons uniquement besoin de la distribution reduite obtenue quand on realise la moyenne sur
tous les degres de liberte excepte q. On retrouve une distribution gaussienne pour la densite de
probabilite
W (q; tjq0; p0) = 1p
2q(t)
exp

 (q   hq(t)i)
2
22q (t)

; (2.7)
avec 2q (t) la variance et hq(t)i la valeur moyenne de q(t). De ce fait, la probabilite de formation
par franchissement de la barriere est
Pform(t; q0; p0) =
Z +1
0
W (q; tjq0; p0)dq = 1
2
erfc

  hq(t)ip
2q(t)

; (2.8)
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en notant erfc la fonction erreur complementaire :
erfc(z) =
2p

Z +1
z
e t
2
dt: (2.9)
Le probleme peut e^tre generalise, si on conserve l'hypothese du potentiel parabolique, a des cas
non markoviens ou la distribution des conditions initiales est gaussienne, voir le chapitre 3 traitant
de l'inuence des eets de memoire sur le processus de diusion. Dans ce cadre plus general le
probleme est aussi soluble analytiquement [42].
2.2.2 Rappels sur la diusion sans eets de memoire
Dans cette section, on rappelle brievement les principaux resultats de la diusion markovienne
par-dessus une barriere de potentiel parabolique an de mieux comprendre ensuite l'inuence des
eets de memoire. Pour plus de details regarder [41].
L'equation de Langevin markovienne (2.5) peut e^tre mise sous la forme
d
dt

q
p

= D:

q
p

+

0
rm(t)

; (2.10)
ou la matrice de derive deterministe D et le terme stochastique rm(t) s'ecrivent
D =

0 1
!2  

et rm(t) =
q
2T
m
(t): (2.11)
On peut donc integrer formellement l'equation (2.10) pour aboutir a
q
p

= e(t t0)D:

q0
p0

+
Z t
t0
e(t
0 t0)D

0
rm(t
0)

dt0; (2.12)
ou le premier terme du membre de droite correspond a la valeur moyenne de q, deterministe, et
le second terme a la diusion stochastique.
D'autre part, les valeurs propres de la matrice de derive D, solutions de l'equation,
2 +   !2 = (  a)(  b) = 0; (2.13)
sont
a = 1
2
(
p
2 + 4!2   );
b =  1
2
(
p
2 + 4!2 + ):
(2.14)
On peut remarquer que a > 0 et b < 0 et en deduire la valeur moyenne de q ainsi que sa variance
[41, 43, 44, 45]. On obtient alors, avec 0 =
p
2 + 4!2, les expressions suivantes
hq(t)i = q0

ch(
0t
2
) +

0
sh(
0t
2
)

e t=2 +
2p0
0
sh(
0t
2
)e t=2; (2.15)
2q =  
T
m!2

1 

2
2
02
sh2(
0t
2
) +

0
sh(
0t
2
) + 1

e t=2

: (2.16)
Or, comme dans ce cas la densite de probabilite W (q; tjq0; t0) est une gaussienne, on peut alors
acceder a la probabilite de passage par-dessus la barriere de potentiel en utilisant la demarche
evoquee dans la partie 2.2.1.
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Pour les temps longs, at 1, la probabilite de formation converge vers une limite nie
Pform(t!1; q0; p0)! 1
2
erfc
"
!p
a
 r
B
T
  a
!
r
K
T
!#
; (2.17)
ou K = mp20=2 represente l'energie cinetique initiale et B = m!
2q20=2 la hauteur de barriere que la
particule doit franchir. Dans le cas du probleme de Kramers [33], la temperature est uniquement
responsable de la diusion a cause de l'equilibre initial dans le puits metastable. Ici, il y a une
interaction entre le processus dynamique et le processus diusif, il faut donc prendre en compte
l'energie cinetique initiale K. Le phenomene est alors transitoire, le ux par-dessus la barriere est
sensible uniquement pendant une fene^tre temporelle limitee [42].
Pour avoir la moitie des particules franchissant la barriere de potentiel, l'energie cinetique
initiale doit verier
K =
!
a
2
B = Beff : (2.18)
De plus, dans la limite de faible friction, la condition precedente devientK ' B. Par exemple, avec
des valeurs usuelles de physique nucleaire, ~! = 1:0MeV et  = 5:1021s 1 on obtient 
2!
= 1:5
d'ou Beff ' 11B. Par contre, avec ~! = 1:0MeV et  = 2:1021s 1 on obtient 2! = 0:66 d'ou
Beff ' 3:5B. Ceci illustre le ro^le important joue par la dissipation sur la barriere eective.
Comme deja evoque dans [42], suivant les valeurs de l'energie cinetique initiale K et de la
barriere eective Beff , on observe alors trois regimes :
- Quand K < Beff , la trajectoire moyenne ne parvient jamais a atteindre le sommet de la barriere,
situe a q = 0. La probabilite de passage par-dessus la barriere est alors principalement due a la
diusion thermique qui est un processus lent.
- Dans le cas critique ou K = Beff , la trajectoire moyenne converge vers l'asymptote q = 0
correspondant au sommet de la barriere et la probabilite de franchissement de la barriere de
potentiel tend vers 1=2, independamment de la valeur de la temperature.
- Enn, quand, K > Beff , la trajectoire moyenne franchit la barriere de potentiel et la diusion
thermique ne joue plus un ro^le crucial.
2.3 Equation de Langevin generalisee
2.3.1 Domaine de validite et temps caracteristique des eets de memoire
Domaine de validite et lien avec la physique nucleaire
Dans le mouvement brownien, le grain de pollen modie le bain thermique. Si le bain revient
rapidement a l'equilibre, le processus est markovien. Au contraire, si le retour a l'equilibre est
lent, le processus n'est plus markovien car le systeme est alors soumis a des eets de memoire.
Ces considerations peuvent e^tre retransposees en physique nucleaire.
En physique nucleairem represente l'inertie et  caracterise le coecient de friction reduit dans
le noyau. De plus, la fusion est envisagee de maniere globale gra^ce a q, la variable d'elongation du
noyau, qui est reliee a la distance moyenne entre les noyaux projectile et cible. De ce fait, hq(t)i
correspond a l'elongation moyenne et la vitesse moyenne associee hp(t)i est une variable lente par
rapport au mouvement rapide des nucleons a l'interieur du noyau. Quand les echelles de temps
de ces deux processus sont decorrelees, on retrouve le cadre markovien dans lequel l'utilisation de
l'equation de Langevin phenomenologique devient pertinente. Cependant, cette decorrelation des
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echelles de temps n'est pas toujours realiste car toutes les situations ne verient pas  << p = 
 1,
avec  le temps caracteristique des eets de memoire. Pour illustrer notre propos nous pouvons
prendre l'exemple de la dynamique d'une petite bille d'acier dans un uide. La chute d'une petite
bille d'acier dans l'eau est un processus markovien car, du fait de la tres faible viscosite de ce
uide, les eets de memoire peuvent e^tre negliges, on est alors dans la conguration  << p. Au
contraire, cette me^me bille tombant dans du miel est un phenomene non markovien. En eet, a
cause de la grande viscosite du uide, le temps de reponse du milieu par rapport au mouvement
de la bille n'est plus negligeable. Dans ce cas,  n'est plus negligeable devant p. Quand il y a des
eets de memoire, il n'y a donc plus de separation stricte entre les deux echelles de temps.
Le traitement complet d'un systeme est plus complexe dans le cas non markovien que dans le
cas markovien car il necessite l'emploi de nombreux parametres supplementaires. Pour determiner
les situations ou le traitement non markovien s'impose, c'est-a-dire quand le critere  << p n'est
plus verie, il faut donc determiner l'ordre de grandeur du temps caracteristique des eets de
memoire  an de le comparer a p. Usuellement, les valeurs de  etant dans cette etude egales a
2:1021s 1 ou 5:1021s 1, on peut estimer un ordre de grandeur de p compris entre 10 22s et 10 21s.
De ce fait, si le temps caracteristique des eets de memoire  est du me^me ordre de grandeur que
p, le traitement markovien n'est plus valide.
Estimation du temps caracteristique des eets de memoire
Le temps caracteristique des eets de memoire  correspond au temps caracteristique de relaxa-
tion du bain thermique. Le recours a la physique statistique [46, 47, 48] s'avere donc indispensable
pour prendre en compte la reponse du bain thermique que l'on modelise gra^ce a des oscillateurs
harmoniques couples [49, 50, 51, 52]. Le traitement exhaustif microscopique d'un systeme est
irrealisable en pratique, compte tenu du nombre gigantesque de degres de liberte a cette echelle.
On realise donc des moyennes sur les degres de liberte du bain thermique.
On aboutit alors au constat universel suivant : toutes les derivations envisagees pour decrire
le passage du niveau microscopique au niveau macroscopique conduisent a des eets de memoire
[34, 35, 53, 54]. Leur traitement est alors realise en regardant les dierentes echelles de temps. En
particulier, dans le contexte nucleaire,  peut e^tre determine a partir de la linearisation du terme
integral de collision de l'equation de Boltzmann. Suivant les references, les largeurs de correlation
associees a la relaxation du bain thermique sont comprises entre ~= ' 1MeV et ~= ' 10MeV .
Par exemple, la valeur caracteristique de 1 MeV est du me^me ordre de grandeur que les largeurs
de correlation des resonances geantes des noyaux [55, 56] et la valeur caracteristique de 10 MeV
est issue d'une analyse quantique [57]. On peut alors en deduire un ordre de grandeur du temps
caracteristique des eets de memoire  , de l'ordre de 10 22s a 10 21s.
Le temps caracteristique des eets de memoire  etant dans ce cas comparable a p = 
 1 on
en deduit que les eets de memoire doivent e^tre integres dans un traitement dynamique realiste
des processus nucleaires. Plus precisement, les eets de memoire doivent donc jouer un ro^le im-
portant dans la phase de fusion des noyaux composes. Il est alors necessaire d'introduire des eets
de memoire dans la description du processus de formation des noyaux composes super-lourds. En
accord avec les valeurs de  de ce paragraphe, le temps caracteristique de formation des noyaux
composes est estime dans la reference [7] entre 10 22s et 10 21s.
En physique nucleaire, on peut alors prendre en compte les eets de memoire par l'intermediaire
de derivations speciques de l'equation de Langevin generalisee qui decrit l'evolution dynamique
de la variable collective continue q(t).
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2.3.2 Derivation a partir d'un modele statistique
Cadre du modele et derivation de l'equation de Langevin generalisee
Le systeme considere est hors equilibre et en evolution irreversible. Le probleme envisage est
toujours a une dimension. Seules les situations proches de l'equilibre sont examinees. Le cadre
envisage est donc celui de l'approximation lineaire et l'ensemble canonique constitue l'ensemble
statistique choisi [58].
Les considerations developpees pour la particule brownienne sont transposables en physique
nucleaire. Parmi les dierents modeles statistiques, le plus simple est celui decrivant l'evolution
de la variable collective q et de sa vitesse de variation associee p. q(t) est couplee a un bain
thermique de temperature T , modelise par un systeme d'oscillateurs harmoniques couples. L'inertie
est caracterisee parm. Le fait d'assimiler le bain a des oscillateurs harmoniques couples ne restreint
pas le champ d'application du modele utilise. Au contraire, beaucoup de phenomenes physiques
peuvent e^tre expliques gra^ce a ce type d'approche. Dans le cas particulier d'un bain d'oscillateurs
harmoniques, la force de rappel qui en derive est lineaire par rapport aux coordonnees. Il resulte
de ceci que, pour ce type de bain, la theorie de la reponse lineaire devient exacte. Ainsi, a partir
de modeles statistiques simples, qui decrivent le couplage de q(t) a un bain thermique et qui
sont caracterises par un hamiltonien global Ht = H0 + Hb + Hint, on aboutit au me^me type de
bruit colore. On considere que l'hamiltonien du bain thermique, Hb(s1; :::; sn), est modelise par
un ensemble d'oscillateurs harmoniques couples et l'hamiltonien associe a q(t) est de la forme
H0 = mp
2=2 + V (q). Par hypothese, le couplage entre q(t) et le bain thermique est de type
harmonique [49, 52]. De plus, la partie du hamiltonien specique de l'interaction est de la forme
Hint =  kq(t) avec k =
Pn
i=1 cisi et ci des constantes de couplage.
On suppose que les degres de liberte du bain thermique possedent une inertie plus faible que
celle de q(t), ils peuvent donc e^tre integres, via des moyennes statistiques. Les uctuations du bain
thermique seul, c'est-a-dire sans couplage avec q(t), peuvent e^tre caracterisees par la fonction de
correlation suivante :
Cb(t) = hf(t0)f(t)i =
X
i;j
cicjhsi(t0)sj(t)i; (2.19)
avec h::i moyenne statistique sur le bain, f(t) = f(t)   hf(t)i ecart a l'equilibre de la force
uctuante couplee lineairement aux deviations par rapport a l'equilibre si(t) = si(t) hsi(t)i des
degres de liberte secondaires si. La force uctuante f(t) est dierente de la force uctuante du bain
pur fb(t) car elle est modiee par l'inuence de q(t). D'apres le theoreme uctuation-dissipation,
dans le cadre de la theorie de la reponse lineaire on peut alors ecrire une equation auto-coherente
reliant f(t) et q(t) a l'aide de la fonction reponse b(t  t0) du bain pur
f(t) = fb(t) +
Z +1
 1
dt0b(t  t0)q(t0); (2.20)
avec fb(t) la force uctuante du bain pur et un terme integral, non local en temps, traduisant le
couplage entre q(t) et le bain thermique. La force uctuante du bain pur fb(t) verie une statistique
gaussienne avec une valeur moyenne hfb(t)i = Aq(t0)Cb(t) et une variance Cb(t). En accord avec
le principe de causalite, la fonction reponse b(t  t0) est reliee a la fonction de correlation Cb(t) :
b(t) =  AdCb
dt
(t) si t > t0 b(t) = 0 si t < t0; (2.21)
avec A une constante et t0 l'instant a partir duquel la variable collective q(t) est en contact avec le
bain thermique En eectuant une integration par partie, du terme integral du membre de droite
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de l'equation (2.20), compte tenu de la denition (2.21), on aboutit a
f(t) =  @Vb
@q
+ f(t) m
Z t
t0
dt0 (t  t0) _q(t0); (2.22)
avec Vb =  ACb(t0)q2=2, f(t) = fb(t)   hfb(t)i et le noyau memoire  (t) = ACb(t)=m qui est
proportionnel a la fonction de correlation. Ce noyau memoire est donc relie aux correlations des
forces uctuantes, elles-me^mes associees au couplage entre q(t) et le bain. Plus les correlations sont
importantes, plus le temps caracteristique de relaxation du bain thermique  est important et plus
l'inuence de  (t) est etendue dans le temps. Les formes analytiques du noyau memoire  (t) sont
variees [59, 60]. On peut par exemple considerer une decroissance temporelle exponentielle avec
un temps de decroissance caracteristique  representant le temps de relaxation du bain.
lim
t!+1
 (t) = lim
t!+1
Cb(t) = 0  (t) / Cb(t) / e t= (2.23)
En appliquant l'equation fondamentale de la dynamique avec f(t) denie par l'equation (2.22)
et une force exterieure derivant du potentiel Vext on a alors une equation de Langevin generalisee :
mq(t) =  @Vext
@q
+ f(t): (2.24)
En accord avec le theoreme uctuation-dissipation, la force f(t) denie par l'equation (2.22) prend
en compte les frottements par l'intermediaire du terme integral. On peut montrer, voir partie 2.3.2,
que dans le cas markovien le terme integral se simplie pour prendre une forme plus classique :
 m _q(t). On reconna^t alors l'expression de la force de type frottement uide valide pour les
basses vitesses.
Dans la suite de l'etude on considere l'equation de Langevin generalisee (2.25) et le noyau
memoire (2.26) a decroissance exponentielle avec  correspondant au temps de relaxation du bain.
Systeme d'equations non-markovien et retour au systeme d'equations markovien
L'equation de Langevin generalisee (2.25), sous reserve de faible deformation du bain thermique
est
q(t) +
Z t
t0
dt0  (t  t0) _q(t0) + 1
m
@V
@q
= (t); (2.25)
avec un noyau memoire de la forme,
 (t) =


e t= ; (2.26)
ou  est le coecient de friction reduit et m l'inertie. L'echelle de temps du noyau memoire  (t)
represente le temps caracteristique sur lequel les eets de memoire ne sont pas negligeables. Ce
temps est associe au temps de relaxation du bain thermique  , de l'ordre de 10 22s a 10 21s.
La force reduite (t) =
q
2T
m
R t
t0
dt0(t0) (t  t0) est une force reduite stochastique gaussienne.
 est donc un nombre aleatoire gaussien veriant h(t)i = 0 et h(t)(t0)i = (t   t0). En outre,
on peut montrer que le theoreme uctuation-dissipation se decline de la maniere suivante ou les
deux premiers moments de la force stochastique reduite  peuvent s'ecrire
h(t)i = 0 et h(t)(t0)i = T
m
[ (jt  t0j)   (t+ t0   2t0)]; (2.27)
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avec la constante de Boltzmann veriant kB = 1.
Dans certaines situations, l'evolution dynamique de la variable collective q(t) est simpliee
car certains degres de liberte sont deja thermalises. L'ecriture du theoreme uctuation-dissipation
(2.27) devient alors :
h(t)i = 0 et h(t)(t0)i = T
m
[ (jt  t0j)]; (2.28)
De maniere generale, quand  est petit devant le temps caracteristique p = 
 1 de la grandeur
collective q(t), ce qui correspond a la limite  ! 0, on peut faire une approximation en deux etapes :
1.
R t
t0
dt0  (t  t0) _q(t0) ' _q(t) R t
t0
dt0  (t  t0) ;
2. t t0

 1, ce qui revient a faire l'hypothese du chaos moleculaire, hypothese equivalente a la
limite t0 !  1. Dans cette limite
R t
t0
dt0 (t  t0)! , on retrouve le coecient de friction
reduit du cas markovien.
Ces deux hypotheses entra^nent bien le fait queZ t
t0
dt0 (t  t0) _q(t0) '
Z t
t0
dt0 (t  t0)

_q(t) =  _q(t) (2.29)
On retrouve alors le cadre markovien, voir partie 2.1.2. L'approximation markovienne ecarte
donc de l'equation du mouvement les eets de memoire qui sont non locaux en temps. L'equation
(2.29) illustre de plus le fait que  est relie aux forces uctuantes, caracterisant le couplage entre
la particule et le bain, comme cela a ete precedemment evoque.
Application au passage d'une barriere parabolique
Ainsi, pour resumer la situation, on peut acceder a l'evolution dynamique de la variable col-
lective q(t) gra^ce aux equations (2.30) et (2.31). Les eets de memoire sont pris en compte gra^ce
au noyau memoire  (t) et m represente l'inertie. Ce systeme, soumis a une barriere de potentiel
quadratique V =  1
2
m!2q2, est plonge dans un bain thermique caracterise par la temperature T
et le coecient de friction reduit . On a donc
q(t) +
Z t
t0
dt0 (t  t0) _q(t0)  !2q(t) = (t) (t) =
s
2T
m
Z t
t0
dt0(t0) (t  t0); (2.30)
 (t) =


e t= h(t)i = 0 h(t)(t0)i = T
m
[ (jt  t0j)   (t+ t0   2t0)]: (2.31)
De plus, quand certains degres de liberte du bain thermique sont deja thermalises, avec le me^me
noyau memoire  (t), le theoreme uctuation-dissipation devient :
 (t) =


e t= h(t)i = 0 h(t)(t0)i = T
m
[ (jt  t0j)]; (2.32)
Les processus markoviens ne representant qu'une classe particuliere de situations, on voit la
necessite du developpement d'un modele incluant des eets de memoire. Dans cette optique le
chapitre 3 consiste donc a etudier la diusion par-dessus une barriere de potentiel parabolique
avec eets de memoire an d'acceder aux grandeurs pertinentes du probleme. Apres ce passage
oblige, on peut se pencher sur les applications en physique nucleaire. Plus particulierement, on
s'interesse aux modications induites par les eets de memoire sur la phase de formation du noyau
compose.
Chapitre 3
Eets de memoire et noyau super-lourd
Ce chapitre porte sur l'etude des modications induites par la prise en compte des eets de
memoire sur l'etape de formation du noyau compose d'un element super-lourd. Lors de la fusion
du noyau projectile et du noyau cible, on suppose donc que la phase de capture est reussie. Les
conditions initiales de notre etude sont alors prises au point de contact entre ces deux noyaux. La
demarche suivie s'inspire de celle exposee dans la reference [41]. Plus particulierement, ce chapitre
est une generalisation des calculs eectues pour ce probleme a une dimension, en y incluant des
eets de memoire [61]. Un des intere^ts de cette etude reside dans le fait qu'elle est transposable a
la barriere interne des noyaux super-lourds, assimilee a une parabole dans cette etude, voir gure
3.1.
q0
p0
q
V
Figure 3.1: Modelisation du sommet de la barriere interne des noyaux super-lourds par un po-
tentiel parabolique avec les conditions initiales q0 < 0 et p0 > 0.
En premier lieu, on se base sur un systeme d'equations equivalent a l'equation de Langevin
generalisee an d'acceder aux valeurs propres du systeme et etudier leur nature en fonction de
l'intensite des eets de memoire. Ensuite, on aboutit a la solution exacte de la variable collective
q(t) ainsi qu'a sa valeur moyenne et a sa variance. L'etape suivante consiste alors a etablir la pro-
babilite de formation Pform(t) et le courant de formation jform(t). On etudie egalement l'inuence
des conditions initiales sur la dynamique du systeme. Pour nir, on s'interesse a la probabilite
d'existence du noyau compose PCN(t), a la dynamique oscillatoire et au temps de descente du
point selle au point de scission.
3.1 Resolution exacte pour la diusion non-markovienne
Dans cette partie on modelise l'etape de formation comme une diusion par-dessus une barriere
de potentiel. On considere alors le probleme de la diusion avec eets de memoire dans le cas d'une
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barriere de potentiel parabolique a une dimension. Le traitement dynamique du systeme, carac-
terise par la coordonnee collective q(t), est alors decrit gra^ce a un systeme d'equations equivalent
a l'equation de Langevin generalisee denie partie 2.3.2, c'est a dire avec eets de memoire. Dans
ce cadre on determine l'equation caracteristique correspondante, les valeurs propres associees et
on etudie leur nature en fonction de l'intensite des eets de memoire.
3.1.1 Systeme d'equations equivalent
Dans le cadre general, non-markovien, l'equation de Langevin generalisee (2.30) peut e^tre
reecrite sous forme matricielle comme une equation dierentielle du premier ordre d'un vecteur
colonne lui-me^me deni dans un espace a trois dimensions,
d
dt
24 qp
f
35 = D:
24 qp
f
35+
24 00
r(t)
35 ; (3.1)
avec D la matrice de derive deterministe, f une nouvelle variable ayant la dimension d'une
acceleration et r(t) le terme de diusion purement stochastique. La matrice de derive D et le
terme stochastique r(t) s'ecrivent respectivement
D =
24 0 1 0!2 0 1
0  

  1

35 et r(t) = 1

q
2T
m
(t); (3.2)
avec (t) un nombre aleatoire gaussien veriant h(t)i = 0 et h(t)(t0)i = (t  t0).
L'equation (3.1) peut alors s'integrer formellement en24 qp
f
35 = e(t t0)D:
24 q0p0
f0
35+ Z t
t0
e(t
0 t0)D
24 00
r(t0)
35 dt0; (3.3)
ou le premier terme du membre de droite correspond a la valeur moyenne deterministe et le second
a la diusion stochastique.
Dans ce cadre non-markovien l'equation dierentielle matricielle (3.1) se reecrit sous la forme
d'un systeme d'equations dierentielles du premier ordre dans un espace a trois dimensions,
_q = p
_p = !2q + f
_f =  1

[p+ f ] + r(t): (3.4)
Pour que le systeme d'equations (3.4) soit exactement equivalent au systeme caracterise par les
equations (2.30) et (2.31), il faut que f0 = 0. Une valeur non nulle de f0 signie un  coup de pied
initial  donne au systeme. Dans ce cas de gure correspondant a f0 6= 0, le systeme d'equations
(3.4) est alors relie aux equations (2.30) et (2.32). On peut donc considerer pour la variable f une
distribution initiale gaussienne de variance 2f0 = T=(m) et de valeur moyenne nulle
f0 = 0, en
relation avec la fonction de correlation reduite du bruit.
Pour plus de generalite, dans cette etude on garde le terme f0 dans les calculs an de pouvoir
envisager par la suite l'une ou l'autre des deux situations : soit f0 = 0, soit f0 6= 0.
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A partir de (3.4) on aboutit a une equation dierentielle du troisieme ordre par rapport a la
variable collective q(t)

...
q + q +
 
   !2 _q   !2q = r(t): (3.5)
Ensuite, pour transformer l'equation dierentielle (3.5) en equation algebrique on utilise les pro-
prietes de la transformee de Laplace. En particulier, on utilise la correspondance biunivoque entre
~q(s) et q(t)
~q(s) =
Z +1
0
e stq(t)dt , q(t) =
Z +1
0
e+st~q(s)ds: (3.6)
On peut alors ecrire 
s3 + s2 +
 
   !2 s  !2 ~q(s) = (s2 + s+ )q0 + (1 + s)p0 + f0 +  ~r(s); (3.7)
avec ~r(s) la transformee de Laplace de r(t).
3.1.2 Equation caracteristique et determination des valeurs propres
Les valeurs propres 1, 2 et 3 de la matrice de derive peuvent e^tre obtenues a partir de
l'equation caracteristique associee au membre de gauche de l'equation (3.7). En eet, le polyno^me
ainsi obtenu, du troisieme degre en , admet comme solutions ces trois valeurs propres. On peut
alors ecrire
3 + 2 + (   !2)  !2 = (  1)(  2)(  3) = 0: (3.8)
Les trois valeurs propres, 1, 2, et 3, peuvent donc e^tre determinees exactement a partir de
l'equation (3.8), voir egalement [62], on obtient alors les expressions suivantes :
1 =   1
3
  1
3
 1 + 3   3(!)2h
 1 + 9
2
 + 9(!)2 +

( 1 + 9
2
 + 9(!)2)2 + ( 1 + 3   3(!)2)31=2i1=3
+
1
3
"
 1 + 9
2
 + 9(!)2 +

( 1 + 9
2
 + 9(!)2)2 + ( 1 + 3   3(!)2)3
1=2#1=3
;
2 =  1
2
(
1

+ 1) + i;
3 =  1
2
(
1

+ 1)  i; (3.9)
avec i2 =  1 et 2 = 1
2
( 1
4
(1 + 1)
2 + !
2
1
).
La premiere valeur propre 1 est toujours reelle et positive.
Dans le cas ou 2 et 3 sont reelles, 
2 < 0 c'est pourquoi  =   i

q
1
4
(1 + 1)2   !21  . Au
contraire, dans le cas ou 2 et 3 sont complexes conjuguees, 
2 > 0 et  = 1

q
 1
4
(1 + 1)2 +
!2
1
 .
A la limite  ! 0, on retrouve les valeurs propres a et b, voir (2.14), du cas markovien
lim
!0
1 = a; lim
!0
2 = b; lim
!0
3 =  1; et lim
!0
3 =  1: (3.10)
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3.1.3 Nature des valeurs propres en fonction des eets de memoire
La possibilite que les deux valeurs propres 2 et 3 puissent devenir complexes, quand 
]1; 2[, est due au noyau memoire  (t). Les valeurs critiques 1 et 2 du temps de relaxation 
pour lesquelles la nature des valeurs propres change peuvent e^tre determinees de deux manieres :
graphiquement ou par calculs. Ces deux methodes, dont l'equivalence a ete testee numeriquement,
permettent d'acceder a des expressions approchees de 1 et 2, voir les equations (3.13) et (3.14).
Dans un premier temps on utilise la methode graphique pour illustrer les trois types de com-
portements envisageables suivant la valeur de  , voir gure 3.2. L'equation (3.8) peut se mettre
sous la forme
(  a)(  b) = (!   )(! + ) , m() = k(): (3.11)
Dans (3.11),m() correspond a l'equation caracteristique markovienne et k() represente la contri-
bution du noyau memoire. On peut resoudre graphiquement (3.11), voir la gure 3.2, en disposant
sur un me^me graphe le membre de gauche m() et le membre de droite k() de cette equation
et en regardant les points d'intersection. En eet, pour  > 0, resoudre (3.11) revient a chercher
les points d'intersection entre la courbe representative de l'equation de la parabole m(), dont
les racines sont a et b, et la courbe representative du polyno^me du troisieme degre k() dont
les racines sont 0 et !. On peut alors remarquer qu'une des valeurs propres, 1, est toujours
positive et verie a < 1 < !. Les deux autres valeurs propres sont soit negatives soit complexes
conjuguees. Dans ce dernier cas leur partie reelle, (2+3)=2 =  (1+ 1 )=2, est toujours negative.
Λ2Λ3 Λ1
mHΛL
kHΛL
Λ
Λ1
mHΛLkHΛL
Λ
Λ2Λ3 Λ1
mHΛL kHΛL
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Figure 3.2: Illustration graphique des trois types de comportements. De gauche a droite, on
visualise le cas de gure proche du cadre markovien pour  < 1, puis le cas non-markovien
oscillant pour 1 <  < 2 et enn le cas non-markovien et non oscillant pour 2 <  . Pour les
denitions de 1 et 2, voir respectivement les equations (3.13) et (3.14). Le graphique central est
caracterise par une solution reelle positive 1 et deux solutions complexes conjuguees 2 et 3 a
partie reelle negative. Les deux autres graphiques sont associes a une solution reelle positive 1 et
deux solutions reelles negatives 2 et 3.
Dans un deuxieme temps on determine les expressions approchees de 1 et 2. Pour 1 on
utilise la methode calculatoire s'appuyant sur l'utilisation d'un discriminant generalise. Comme
la determination de 2 par la methode calculatoire est fastidieuse, on utilise alors la methode
graphique.
Pour acceder a !1, on utilise donc la methode explicitee dans [62]. En eet, (3.8) est de la
forme 1
3 + 2
2 + 3 + 4 = 0. A partir l'equation precedente, en posant  =     et
 =   2
31
, on obtient une equation telle que  3 +  + ' = 0 avec  = 31
2 + 22 + 3
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et ' = 1
3 + 2
2 + 3 + 4. Cette methode fait ensuite intervenir le discriminant generalise
 = 43 + 27'2.
- Pour  < 0 (3.8) admet trois solutions reelles 1, 2 et 3.
- Pour  > 0 (3.8) admet une solution reelle 1 et deux solutions complexes conjuguees 2 et 3.
La nature de 2 et 3 peut donc e^tre determinee en utilisant un determinant generalise  :
 4 =
1
 2
"
4

 1
3
+    (!)2
3
+ 3

2
9
     2(!)2
2#
: (3.12)
Si  > 0 2 et 3 sont complexes conjuguees. Si  < 0 elles sont reelles.
Pour les petites valeurs de  ,  < 0, jusqu'a 1. La valeur de 1 peut e^tre estimee en realisant
un developpement limite de  4 au premier ordre en ! . On obtient alors le resultat donne par
(3.13).
La determination de 2, quand 2 et 3 redeviennent a nouveau reelles, aboutit a une estimation
de !2, voir (3.14). La methode utilisee est la suivante. Graphiquement, voir gure 3.2, on peut
voir que cela correspond au cas ou le minimum negatif de la representation graphique du membre
de droite k() de l'equation (3.11) devient tangent a la representation graphique du membre de
gauche m(). On accede alors a l'expression (3.14).
Ainsi, les deux valeurs frontiere 1 et 2 sont maintenant accessibles gra^ce a :
!1 ' 1
8
2!

1 +
 

2!
2
5
4
+
 

2!
2 ; (3.13)
!2 '
p
3 + 3

2!
: (3.14)
Par exemple, avec 
2!
= 1:5, on a !1 ' 0:08 et !2 ' 6:23.
3.2 Solution exacte pour la diusion non-markovienne
Dans ce paragraphe on determine la solution exacte q(t), la valeur moyenne hq(t)i et la vari-
ance associee 2q (t). Les calculs de hq(t)i et de 2q (t) sont motives par le fait que les densites de
probabilites W associees au systeme sont supposees e^tre des gaussiennes dans le present modele.
On peut ensuite se focaliser sur les comportements asymptotique et dynamique du systeme. On
examine alors les evolutions de grandeurs qui caracterisent le passage par-dessus la barriere de
potentiel parabolique comme la valeur moyenne hq(t)i, de la probabilite de formation Pform(t) et
le courant de formation jform(t). On regarde aussi l'inuence des conditions initiales a l'aide d'une
densite de probabilite W0 tenant compte d'une dispersion gaussienne des conditions initiales.
3.2.1 Variable collective, valeur moyenne et variance
Gra^ce a la connaissance explicite des valeurs propres 1, 2 et 3 la transformee de Laplace de
q(t) peut e^tre determinee a partir des equations (3.7), (3.8) et (3.9), on a donc
~q(s) =
(s2 + s+ )q0 + (1 + s)p0 + f0 +  ~r(s)
(s  1)(s  2)(s  3) : (3.15)
Ensuite, par transformee de Laplace inverse, on obtient alors la valeur exacte de la variable
collective q(t)
q(t) = u(t)q0 + v(t)p0 + w(t)f0 + w(t)  r(t); (3.16)
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ou la notation  correspond au produit de convolution des deux fonctions w(t) et r(t) avec
u(t) =
3X
i=1
2i  + i + 

Q
n6=i(i   n)
eit; (3.17)
v(t) =
3X
i=1
1 + i

Q
n6=i(i   n)
eit; (3.18)
w(t) =
3X
i=1
1Q
n6=i(i   n)
eit: (3.19)
Or hr(t)i = 0, la valeur moyenne est alors
hq(t)i = u(t)q0 + v(t)p0 + w(t)f0: (3.20)
La variance est donc
2q (t) =
2T
m 2
3X
i=1
3X
j=1
e(i+j)t   1
(i + j)
Q
n6=i(i   n)
Q
m6=j(j   m)
: (3.21)
Comme hq(t)i et 2q (t) entrent dans la denition de la distribution gaussienne, la probabilite de
formation est de ce fait connue a chaque instant, voir equation (2.8).
3.2.2 Comportements asymptotique et dynamique
Comportement asymptotique
Pour les temps longs, seul le terme proportionnel a e1t subsiste et la probabilite de formation
converge vers une valeur nie. En accord avec les considerations developpees dans la partie 3.1.1
pour les valeurs de f0 nulle ou non-nulle, on examine les deux cas de gure suivants :
Avec une distribution initiale stricte f0 = 0, la probabilite de formation s'ecrit
Pform(t! +1; q0; p0; f0 = 0) = 1
2
erfc
"
!(1 + 1)p
1
 r
B
T
  1
!
r
K
T
!#
; (3.22)
ou K et B sont respectivement l'energie cinetique initiale et la hauteur de barriere.
Avec une distribution initiale gaussienne pour f0 telle que f0 =
p
T=(m) et f0 = 0, la
probabilite de formation devient
Pform(t! +1; q0; p0; f0 =
r
T
m
) =
1
2
erfc
"
!
s
(1 + 1)
1
 r
B
T
  1
!
r
K
T
!#
: (3.23)
Les deux expressions precedentes dierent par un facteur
p
1 + 1 a l'interieur de la fonction
erreur complementaire. Ainsi, pour les faibles temps de relaxation  , les probabilites de formation
sont tres proches, ce qui n'est plus vrai pour les temps longs, voir la gure 3.3.
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Figure 3.3: Probabilites de formation asymptotiques Pform(t ! +1) comme fonctions de
l'energie cinetique initiale. La ligne discontinue large represente la condition initiale stricte f0
et la ligne continue correspond a une distribution initiale f0 =
p
T=(m). De plus, 
2!
= 1:5 et
T = B
2
. Pour la gure de gauche ! = 1 et pour la gure de droite ! = 10.
Dans les deux cas de gure, pour que limt!+1hq(t)i soit nulle, l'energie cinetique initiale doit
verier
K =

!
1
2
B = Beff : (3.24)
Ce resultat est similaire au cas markovien, voir equation (2.18). En eet a < 1 < !, c'est
pourquoi la barriere eective que la particule doit franchir est plus petite quand le temps de
relaxation est important. Le noyau memoire tend a minimiser l'inuence des processus dissipatifs,
correspondant a une diminution de la friction eective. Pour un temps de relaxation donne cet
eet est plus important quand 
2!
' 1, voir gure 3.4 :
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Figure 3.4: Graphique de gauche :
Beff
B
comme fonction de ! , pour dierentes valeurs de 
2!
:

2!
= 1 (longue et large ligne discontinue), 
2!
= 2 (petite ligne discontinue), 
2!
= 3 (ligne
continue). Graphique de droite :
Beff
Beff (=0)
comme fonction de 
2!
pour dierentes valeurs de ! :
! = 0:07 (petite ligne discontinue), ! = 0:4 (longue et large ligne continue) et ! = 1 ( ligne
continue).
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La valeur moyenne hq(t)i doit franchir la barriere eective Beff . Ce type de barriere prend en
compte la viscosite via la friction et les eets de memoire. Par exemple, avec des valeurs usuelles
en physique nucleaire, ~! = 1MeV ,  = 5:1021s 1, ~= ' 1MeV d'ou  = 10 21s et ! ' 1 on
obtient Beff ' 6:5B, ce qui correspond a une diminution de 40% par rapport au cas markovien
ou on trouve Beff ( = 0) ' 11B. Par la me^me demarche, avec  = 2:1021s 1, on determine
Beff ' 2B. On constate egalement une diminution de 40% par rapport au cas markovien qui dans
ce cas est associe a Beff ( = 0) ' 3:5B.
Ces considerations montrent le ro^le important joue par les eets de memoire sur l'abaissement
de la barriere eective par rapport au cas markovien, voir gure 3.4.
En outre, comme dans l'etude du cas markovien, on observe alors trois regimes qui dependent
de l'energie cinetique initiale K :
- Quand K < Beff , on observe un regime de diusion thermique.
- Dans le cas critique, K = Beff , la trajectoire moyenne converge vers le sommet de la barriere.
- Pour nir, quand K > Beff on observe un regime de franchissement dynamique.
Comportement transitoire
Le regime dynamique de transition vers le comportement stationnaire asymptotique depend de
la nature des valeurs propres 1, 2 et 3. La nature de ces valeurs propres est reliee aux valeurs
de  , voir partie 3.1.3. On aboutit a trois types de comportements associes aux trois courbes de
chaque graphique de la gure 3.5. Ces trois types de comportements peuvent se resumer de la
maniere suivante :
- Pour les petits temps de relaxation,  < 1, les valeurs propres sont reelles et la situation est
tres proche du cas markovien, avec un coecient de friction reduit  un peu plus petit.
- Le regime de transition change completement quand le temps de relaxation verie  ]1; 2[. Un
comportement oscillant, nouveau par rapport au cas markovien appara^t. Deux des valeurs propres
sont alors complexes conjuguees et la trajectoire moyenne, la probabilite de franchissement de la
barriere de potentiel Pform et le courant au sommet de cette barriere jform (voir equation (3.25)),
sont soumis a des oscillations.
- Finalement quand le temps de relaxation est tres grand,  > 2, les valeurs propres redeviennent
toutes reelles et cette situation est similaire au cas markovien avec cette fois un coecient de
friction reduit  plus important.
Le courant jform au sommet de la barriere de potentiel parabolique est deni par la derivee de
la probabilite de formation par rapport au temps :
jform =
dPform(t)
dt
; (3.25)
En physique nucleaire, les oscillations de la trajectoire moyenne hq(t)i correspondent aux
resonances quadrupolaires geantes [34, 63].
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Figure 3.5: Grandeurs adimentionnees : trajectoire moyenne, probabilite de formation et courant
au sommet de la barriere comme fonction du temps pour quatre regimes, K = 0, (premiere ligne
de la gure) K = Beff=2 (seconde ligne de la gure), K = Beff (troisieme ligne de la gure)
et K = 2Beff (derniere ligne de la gure). Pour chaque graphique trois courbes dierentes sont
tracees : le cas markovien (! = 0 : ligne solide), le cas non-oscillant (! = 0:07 : petite ligne
discontinue) et le cas oscillant (! = 0:4 : longue et large ligne discontinue). De plus, 
2!
= 1:5,
T = B
2
, T0 = 0 et q0 = 0. Pour mieux visualiser les comportements, chaque ligne de la gure
possede sa propre echelle.
3.2.3 Dispersions des conditions initiales
Jusqu'a present, le probleme a ete envisage en prenant des conditions initiales q0; p0; f0 strictes.
On peut donc se poser la question de l'inuence sur les resultats d'une dispersion des conditions
initiales. Ce probleme a deja ete aborde dans le cas markovien [42], avec une distribution gaussienne
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W0 pour laquelle il existe une solution exacte,
W0(q0; q0 ; p0; p0 ;
f0; f0) =
exp
h
  (q0 q0)2
22q0
i
exp
h
  (p0 p0)2
22p0
i
exp
h
  (f0  f0)2
22f0
i
(2)
3
2q0p0f0
; (3.26)
avec
2p0 =
T0
m
et 2f0 =
T0
m
: (3.27)
Comme il n'y a pas de puits de potentiel dans ce probleme, on ne peut pas relier 2q0 a la
temperature initiale T0. De plus, comme precedemment, q0 < 0, p0 = _q0 > 0 et f0 = 0. Le systeme
n'est pas forcement a l'equilibre et il semble dicile d'interpreter T0 comme une temperature. Cela
depend de la situation physique.
Dans le cas de la fusion des ions lourds, la dissipation appara^t deja au niveau de la phase
d'approche, generant une dispersion des conditions initiales, q0, p0 et f0 [64, 65]. Ulterieurement,
apres la collision des noyaux, la dissipation est connue pour e^tre tres forte et les degres de liberte
internes sont supposes e^tre rapidement equilibres a la temperature T . Les degres de liberte collectifs
ne sont pas concernes car ils sont couples aux degres de liberte intrinseques a travers les termes de
uctuation-dissipation. De ce fait, dans une telle situation, la dispersion des conditions initiales
doit e^tre envisagee avec une largeur dierente.
La nouvelle probabilite de formation peut s'ecrire sous la forme d'une integrale triple. Pour
chaque variable, le domaine d'integration s'etend de  1 a +1. On a donc
Pform(t; q0; q0 ; p0; p0 ;
f0; f0) =
Z Z Z +1
 1
Pform(t; q0; p0; f0)W0(q0; q0 ; p0; p0 ;
f0; f0)dq0dp0df0
=
1
2
erfc

  hq(t)ip
20(t)

; (3.28)
ou la valeur moyenne hq(t)i est la me^me que dans l'equation (3.20) en remarquant que q0, p0 et
f0 sont remplaces par respectivement q0, p0 et f0. La variance est plus large,
02(t) = 2q (t) + u
2(t)2q0 + v
2(t)2p0 + w
2(t)2f0 ; (3.29)
avec u(t), v(t) et w(t) donnes respectivement par les equations (3.17), (3.18) et (3.19).
On peut remarquer que la trajectoire moyenne n'est pas aectee par les conditions de dispersion
initiales. En outre, les oscillations qui peuvent se produire ne sont pas attenuees, voir gure 3.6.
- Quand K < Beff , le processus est domine par la diusion, la probabilite de passage est alors
plus importante quand T0 augmente.
- Quand K = Beff , on retrouve le regime critique pour lequel la valeur asymptotique de la variable
collective moyenne est nulle : limt!+1hq(t)i = 0. Dans ce cas, on a alors limt!+1 Pform(t) = 1=2
quelle que soit la valeur de T0.
- Quand K  Beff , la transition est plus douce. De plus, on observe une augmentation du
refranchissement en sens inverse la barriere par la variable collective moyenne hq(t)i, apres un
premier passage au niveau du point selle.
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Figure 3.6: Probabilite de franchissement oscillante moyenne Pform(t) (! = 0:4) comme fonction
du temps pour trois regimes : K = Beff=2 (premiere colonne), K = Beff (seconde colonne) et
K = 2Beff (troisieme colonne). Pour chaque graphique trois dierentes courbes sont tracees :
T0 = T (longue et large ligne discontinue), T0 = T=2 (petite ligne discontinue) and T0 = 0 (ligne
continue). De plus, 
2!
= 1:5, T = B
2
et q0 = 0.
Pour les temps longs veriant 1t 1, la probabilite de passage par-dessus la barriere converge
vers une valeur nie.
Pform(t!1; q0; q0 ; p0; p0 ; f0 = 0; T0)!
1
2
erfc
"r
B
T 0
  1
!
r
K
T 0
#
; (3.30)
avec
T 0 =
1T
!2(1 + 1)2
+m!22q0 +

1
!
2
1 +

(1 + 1)2

T0: (3.31)
K = mp20=2 est, par denition, l'energie cinetique moyenne initiale, B = m!
2q20=2 la hauteur
de barriere moyenne et T 0 une temperature dynamique generalisee, tenant compte des eets de
memoire. 2f0 = T0=(m) est la variance associee a
f0.
La condition sur l'energie cinetique initiale n'est pas modiee. On a alors
Kc =

!
1
2
B = Beff : (3.32)
Quand K  Beff , et T 0 < B=10, la probabilite de franchissement de la barriere est extre^mement
faible. Elle peut s'ecrire sous la forme suivante
Pform(t! +1; q0; q0 ; p0; T0) '
r
T 0
4 B
exp

 
B
T 0

: (3.33)
Le mode diusif predomine devant le mode dynamique. Ce resultat possede un facteur de type
Arrhenius [66] similaire a celui obtenu dans le cas markovien et peut e^tre qualie de  formule de
Kramers inverse  [42].
3.3 Consequences sur le noyau compose super-lourd
Dans cette partie on examine en premier lieu les consequences des eets de memoire sur
la dynamique oscillatoire ainsi que le comportement asymptotique du systeme pour l'etape de
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formation du noyau compose. Ensuite, on etudie la probabilite d'existence du noyau compose
pendant la fusion nucleaire en prenant en compte le fait qu'il soit metastable et donc qu'il puisse par
la suite ssionner. Le temps caracteristique de ssion etant grand devant le temps caracteristique
du noyau memoire, on peut donc pour la ssion ecarter les eets de memoire et decrire en premiere
approche cette ssion uniquement gra^ce au taux de ssion de type Kramers. De ce fait, on ne
considere donc pas dans cette approche simple l'evaporation des particules legeres. Pour nir on
s'interesse a l'inuence des eets de memoire sur le temps du point selle au point de scission.
3.3.1 Comportements dynamiques oscillatoire et asymptotique
La possibilite d'un comportement dynamique oscillatoire de la variable collective q(t) et de
la probabilite de formation moyenne du noyau compose Pform(t) permettent, quand l'energie
cinetique initiale est inferieure a la barriere, un franchissement de cette barriere ce qui entra^ne la
ssion du noyau compose. Le temps de premier passage par-dessus la barriere est alors diminue
par rapport a une situation non-oscillante, voir la gure 3.7.
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Figure 3.7: hq(t)i
q0
et Pform(t) comme des fonctions de !t pour trois regimes : K = Beff=2,
K = Beff et K = 2Beff . Pour chaque regime, la ligne continue est associee au cas markovien et
la ligne discontinue represente le cas non-markovien oscillant pour lequel ! = 0:6. De plus, pour
toutes les courbes 
2!
= 1:5 et pour Pform(t), T=B = 0:5, T0=T = 0:5 et 
2
q0
= 0.
En outre, les oscillations generees par les eets de memoire se situent dans les me^mes do-
maines de frequences que celles des resonances geantes des noyaux, voir partie 2.3.1. Le temps
caracteristique de relaxation du bain thermique  est dans ce cas estime a 10 21s car alors
~= ' 1MeV . Dans la reference [59], le passage par-dessus la barriere parabolique est etudie
avec un bruit non-ohmique. Le comportement dynamique presente des oscillations dont l'origine
n'est pas explicitee. Il decoule de cette etude que l'origine des oscillations peut e^tre reliee a la na-
ture non-markovienne du bruit colore. D'autre part, si on considere le cas de la diusion quantique
par-dessus la barriere [57, 67, 68, 69], le bruit est toujours non-markovien. La largeur associee au
temps de correlation evalue dans [57] est de l'ordre de ~= ' 10MeV d'ou  ' 10 22s , les autres
variables restant inchangees. Ces valeurs sont au-dela de l'intervalle d'oscillation. La trajectoire
moyenne doit donc adopter un comportement markovien avec une friction tres faible. Dans ce
cadre, on peut remarquer que
lim
!1
1 = !; lim
!1
2 = 0 et lim
!1
3 =  !; (3.34)
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il appara^t alors que la diusion tend vers une limite de friction nulle, le coecient de friction
reduit veriant alors  ' 0, comme dans le cas quantique pour les basses temperatures [68].
En eet, pour ! grand, la reponse du bain est lente. Le bain n'est donc pas modie lors
de la variation de la variable collective moyenne hq(t)i. L'etat asymptotique markovien dans la
limite des faibles frictions est similaire a l'etat asymptotique avec eets de memoire importants et
friction non nulle, voir la gure 3.8.
K<Beff
K>Beff
K=Beff
0 1 2 3 4 5
- 6
- 4
- 2
0
2
4
6
Ωt
X
qH
tL
\

q 0
10.05.0 20.03.0 30.015.07.0
-1500
-1000
- 500
0
500
1000
1500
Ωt
X
qH
tL
\

q 0
Figure 3.8: hq(t)i
q0
comme une fonction de !t pour trois regimes : K = Beff=2, K = Beff et
K = 2Beff . Pour chacun de ces regimes la ligne continue est associee au cas markovien avec
 ! 0 et la ligne discontinue represente le cas non-markovien et non oscillant pour lequel 
2!
= 1:5
et ! = 10.
3.3.2 Probabilite d'existence du noyau compose super-lourd
Le but de ce paragraphe est double. On doit en premier lieu etablir l'expression de la probabilite
d'existence PCN(t) du noyau compose super-lourd, en accord avec l'hypothese de Bohr concernant
la separation entre la phase de fusion et la phase de ssion. Ensuite on doit regarder l'inuence
des eets de memoire (surtout dans la gamme d'eets de memoire pour lesquels on observe des
oscillations) sur les conditions de raccordement entre ces deux phases. A priori si la probabilite
de formation d'un noyau super-lourd varie, comme ce noyau compose est le premier noyau de la
cascade de desexcitation, cela doit avoir des consequences sur ce processus de desexcitation.
Dans ce paragraphe on etudie donc un modele simple pour envisager la dynamique de fusion-
ssion des noyaux composes chauds super-lourds. De maniere generale, ces entites instables evacuent
ensuite leur excedent d'energie en se desexcitant principalement suivant deux modes : l'evaporation
de particules legeres et la ssion. Ces deux voies etant alors en competition, il faut donc etudier la
dynamique du processus en integrant cet aspect. Avec cette modelisation simple envisagee dans
la suite de ce paragraphe, on ne considere que la ssion comme mode de desexcitation.
Les dynamiques de reaction dans les collisions d'ions lourds sont souvent etudiees par l'in-
termediaire d'un petit nombre de variables pertinentes qui evoluent en accord avec une equation
de Langevin [70]. La plupart des etudes sont basees sur l'emploi d'une equation phenomenologique
de Langevin ou de son equation equivalente de Klein-Kramers, ces equations etant markoviennes.
Bien que des derivations microscopiques aboutissent a des equations avec eets de memoire, ces
demarches incluant les eets de memoire sont rarement utilisees dans ce domaine.
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Lors de la synthese d'elements super-lourds gra^ce a la fusion d'ions lourds a des niveaux
d'energies proches de la barriere de Coulomb, les probabilites de formation sont si faibles qu'il
faut d'un point de vue experimental accumuler beaucoup de statistiques. Des modeles simples
sont aussi developpes dans le but de se faire une idee des resultats obtenus a partir de l'analyse de
l'enorme statistique numerique. Pour etudier l'etape de formation, la probabilite de franchissement
de la barriere parabolique est un outil tres utile [41, 42, 57, 59, 64, 67, 68, 69, 71].
Pour illustrer la dynamique de fusion-ssion on peut donc etudier un modele simplie. On
considere alors PCN(t), la probabilite d'existence du noyau compose CN  compound nucleus ,
dans le puits de potentiel metastable, limite par la barriere de potentiel Bf  T . Pour caracteriser
l'evolution de PCN(t), on suppose que la fusion du noyau compose dans la voie d'entree et que sa
ssion dans la voie de sortie, sont decorrelees. On utilise alors la relation
dPCN(t)
dt
= jfus(t)  jfiss(t): (3.35)
Dans la voie d'entree, par hypothese, on suppose que la phase de capture est reussie donc Pcapt = 1,
voir l'equation (1.4). De ce fait, jfus(t) est assimile a jform(t). En outre, le courant de formation
jform(t) est non nul pendant une courte fene^tre temporelle dont le temps caracteristique est form.
Ce courant correspond au courant d'entree par-dessus la barriere de potentiel, consideree comme
parabolique. Dans la voie de sortie le courant de ssion jfiss(t) correspond a la probabilite de ssion
par unite de temps. De plus, ce courant de ssion peut e^tre assimile en premiere approximation au
taux de ssion de Kramers  Kf independant du temps, voir partie 4.2.1. D'autre part, le regime
transitoire associe a la relaxation nucleaire n'est donc dans ce cas pas pris en compte, en accord
avec les specicites de la fusion-ssion des noyaux super-lourds. On peut alors ecrire
PCN(t) =
Z t
0
e  
K
f (t t0)jform(t0)dt0: (3.36)
Comme le temps caracteristique de ssion verie dans ce modele Kfiss ' 1= Kf  form avec form
le temps caracteristique sur lequel le courant jform(t) n'est pas nul, on peut alors sur l'intervalle
t0[0; t] faire l'approximation e Kt
0 ' 1. De ce fait, en supposant que le noyau compose n'est pas
forme initialement, PCN(t = 0) = 0, on aboutit a
PCN(t) ' e  Kf t
Z t
0
jform(t
0)dt0 ' Pform(t)e  Kf t: (3.37)
Pour les temps longs la nature metastable du noyau compose se manifeste par limt!1 PCN(t) = 0.
Avec cette modelisation simple de PCN(t) l'hypothese de decorrelation de la phase de fusion et
de la phase de ssion de Bohr se traduit par une multiplication entre les deux termes Pform(t)
et e  
K
f t. L'expression de Pform(t) pour le cas markovien est denie par (2.8) avec cette fois des
conditions initiales gaussiennes et la determination de Pform(t) avec eets de memoire est eectuee
dans ce chapitre, voir l'equation (3.28). De plus, la denition de  Kf corrrespond a l'equation (4.1).
Avec cette modelisation simple de PCN(t) on peut mettre en evidence l'inuence des eets de
memoire sur la probabilite d'existence du noyau compose, voir la gure 3.9. On peut alors observer
la decorrelation entre la phase de fusion et la phase de ssion. Les gures etant representees avec
des axes semi-logarithmiques, on remarque aussi la grande dierence d'echelles de temps entre ces
deux phases. Ceci est en accord avec le fait que le processus de formation du noyau compose est
beaucoup plus rapide que sa desexcitation.
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Pendant le regime transitoire de l'etape de formation du noyau compose, le comportement non-
markovien est marque par une probabilite d'existence du noyau compose PCN(t) plus importante
et augmentant plus rapidement que dans le cas markovien. Dans le palier intermediaire associe au
regime asymptotique de formation du noyau compose les dierences de comportement s'estompent
car les oscillations disparaissent. Ce palier intermediaire est plus ou moins bien visible suivant les
valeurs respectives de l'energie cinetique initiale K et de la barriere eective Beff .
Enn, pour des temps plus longs le debut de la desexcitation du noyau compose super-lourd,
dans cet exemple par ssion thermique uniquement, marque la n du palier intermediaire. PCN(t)
devient donc monotone decroissante. Pour nir, on retrouve la nature metastable du noyau com-
pose qui se traduit par limt!1 PCN(t) = 0.
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Figure 3.9: PCN(t) comme une fonction de !t pour K = Beff=10, K = Beff=2, K = Beff et
K = 2Beff . Dans chaque graphique la ligne continue est associee au cas markovien et les lignes
discontinues representent les cas non-markoviens pour lesquels ! = 0:5 (petite ligne discontinue),
! = 1:0 (ligne discontinue intermediaire) et ! = 2:0 (grande ligne discontinue). En outre,

2!
= 1:5, T=B = 0:5, T0=T = 0:5 et 
2
q0
= 0.
Figure 3.9, dans le cas ou K = Beff=10, on remarque que les eets de memoire inuencent
fortement la condition de raccordement entre la phase de formation et la phase de desexcitation du
noyau compose super-lourd. C'est cette situation qui correspond a la dynamique de fusion-ssion
des noyaux super-lourds car apres franchissement de la barriere de Coulomb, l'energie cinetique K
correspondant a l'energie cinetique initiale de la phase de formation est petite devant la barriere
eective Beff .
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Les eets de memoire peuvent aussi induire des modications du temps du point selle au point
de scission.
3.3.3 Temps du point selle au point de scission et eets de memoire
La ssion thermique peut e^tre vue comme un phenomene de diusion par-dessus une barriere de
potentiel multidimensionnelle. Dans cette approche simpliee, on se limite a une barriere monodi-
mensionnelle. Gra^ce a l'equation de Langevin generalisee [61], l'etude de la dynamique associee
est possible. Dans la reference [72], il est stipule que, a cause des eets de memoire, le temps du
point selle au point de scisson est approximativement multiplie par trois. Un tel comportement
peut para^tre en contradiction avec le fait que le noyau memoire tend a faire decro^tre le coecient
de friction reduit .
Par exemple, en utilisant les notations introduites dans ce chapitre, on considere la valeur
moyenne de la variable collective comme une fonction du temps pour un autre type de conditions
initiales telles que q0 = 0 et p0 > 0,
hq(t)i
qs
= v(t)!
r
K
Bs
: (3.38)
Dans l'equation (3.38), K est l'energie cinetique initiale, le coecient v(t) est deni a l'equation
(3.18) et Bs = m!
2q2s=2 est la barriere de potentiel depuis le sommet du point selle, situe en
q = 0, jusqu'au point de scission de coordonnee qs. On constate alors que, pour un parametre de
friction reduit  donne, la dynamique non-markovienne conduit a une viscosite plus faible et donc
un temps du point selle au point de scission sd!s plus petit.
Cependant, si le parametre de friction reduit  est derive a partir d'un modele microscopique
[34, 53, 72], il depend du temps relaxation choisi pour le noyau memoire. Par exemple, dans les
references [34, 53]  est proportionnel a ce temps de relaxation. Ainsi, un temps de relaxation
plus grand signie une viscosite plus grande avec comme consequence un temps du point selle au
point de scission plus long, voir la gure 3.10.
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Figure 3.10: hq(t)i
qs
comme une fonction de ! avec K = B=10. Trois regimes sont representes :

2!
= 1:5, ! = 0 (ligne solide), 
2!
= 1:5, ! = 1 (petite ligne discontinue) et 
2!
= 3, ! = 2
(longue et large ligne discontinue).
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3.4 Conclusion
Pour clore ce chapitre on peut donc rappeler les modications induites par la prise en compte
des eets de memoire sur la dynamique de fusion-ssion des noyaux super-lourds.
Le temps caracteristique de formation d'un noyau compose super-lourd, de l'ordre de 10 22s
a 10 21s, et le temps caracteristique de relaxation du bain thermique, estime a 10 21s, sont com-
parables. La prise en compte des eets de memoire est donc necessaire pour etudier le processus
d'entrave a la fusion des noyaux super-lourds. Dans une gamme intermediaire d'eets de memoire
des oscillations apparaissent, ce qui est tres dierent de la dynamique d'un systeme markovien.
Ces oscillations modient alors fortement la dynamique des grandeurs physiques dans l'etape de
formation des noyaux super-lourds. De ce fait, il est donc pertinent d'inclure des eets de memoire
dans l'etape de fusion d'un noyau compose super-lourd, plus precisement pour l'etape de formation
proprement dite du noyau compose super-lourd.
De plus, il en va de me^me pour le temps du point selle au point de scission dans l'etape de
ssion. Ce temps du point selle au point de scission peut e^tre inuence par des eets de memoire.
Comme ce temps peut e^tre long dans le cas des noyaux super-lourds, les modications induites
par les eets de memoire peuvent alors e^tre grandes. En outre, dans cette n de chapitre, on
aborde la ssion d'une maniere simple pour prendre en compte l'inuence de la desexcitation sur
la probabilite d'existence du noyau compose.
Une etude plus approfondie de la ssion, mode privilegie de desexcitation du noyau compose,
est realisee dans les chapitres 4 et 5. En eet, un des buts des chapitres 4 et 5 consiste a aller au-
dela d'un traitement de la ssion du point de vue de Kramers en tenant compte de la competition
entre les deux principales voies de desexcitation du noyau compose : l'evaporation de neutrons et
la ssion. On revient alors notamment sur l'etude du point selle au point de scission.
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Chapitre 4
Noyau super-lourd et simple barriere de
ssion
Le but de ce chapitre consiste a etudier la dynamique du processus de desexcitation des noyaux
super-lourds dans le cas d'une simple barriere de potentiel. Les dierentes modelisations envisagees
avec cette simple barriere de potentiel ne permettent pas une interpretation quantitative des
resultats obtenus au GANIL par blocage cristallin pour les noyaux Z = 120 et Z = 124 [19]. Cepen-
dant cette etude presente l'intere^t de pouvoir introduire les outils necessaires a une comprehension
globale des dierents mecanismes mis en jeu lors de cette desexcitation. On peut alors apporter
des informations sur l'evolution des grandeurs physiques pertinentes. Dans ce chapitre on applique
donc ces outils en considerant le cas d'une simple barriere, du type de la gure 4.1. Ces me^mes
outils sont aussi utilises dans le chapitre 5 mais cette fois pour une double barriere.
Selle
V(q)
Scission
q
Puits
Figure 4.1: Schematisation de la simple barriere de potentiel V (q) en fonction de la coordonnee
collective q, associee a la deformation du noyau compose. q est donc une coordonnee le long du
chemin le plus probable par-dessus la barriere de ssion vers le point de scission, de coordonnee
qs. Ce point de scission, correspondant a la ssion du noyau compose, est considere comme une
frontiere absorbante car, une fois ce point franchi, le noyau compose ne peut e^tre reforme. La
coordonnee collective correspondant a l'etat fondamental du potentiel V est notee qgd, gd signiant
 ground , et la coordonnee collective associee au point selle est qsd, sd signiant  saddle .
Ce chapitre se decompose en quatre parties. La partie 4.1 est un bilan des points d'accord et
de desaccord entre les valeurs experimentales et les modelisations envisagees avec prise en compte
des corrections d'eets de couches. Les parties suivantes abordent dierents modeles academiques
an d'etudier l'inuence des grandeurs physiques sur la dynamique de desexcitation du noyau
compose. On envisage dans la partie 4.2 la ssion comme seule voie de desexcitation, puis dans la
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partie 4.3 le cas d'une barriere de ssion constante. Enn, dans la partie 4.4, on prend en compte
les corrections d'eets de couches. Dans ce chapitre, la constante de Boltzmann kB est egale a un.
4.1 Resultats experimentaux et modelisations
A l'heure actuelle, les tentatives de modelisation avec une simple barriere de potentiel ne
permettent pas d'acceder a une interpretation quantitative de la dynamique de desexcitation des
noyaux super-lourds. En eet, me^me avec des modeles prenant en compte les dierents modes
de desexcitation (ssion, evaporation de particules legeres, emission de photons ) et incluant les
corrections d'eets de couches, les resultats obtenus ne permettent pas de retouver les valeurs des
observables associees aux experiences realisees au GANIL par blocage cristallin [19, 31, 73, 74, 75].
4.1.1 Constat actuel sur les resultats experimentaux et les modelisations
Les principaux resultats de ces mesures par blocage cristallin peuvent e^tre resumes de la
maniere suivante : pour Z = 114 aucun evenement superieur a 10 18s n'est detecte. Au contraire,
pour Z = 120 et Z = 124, respectivement 10% et 12% des evenements de capture possedent
un temps de vie superieur a 10 18s. De plus, aucun residu de ssion chaud n'a ete observe. La
probabilite de survie de ces residus est donc nulle.
Les modelisations realistes doivent donc permettre de reproduire le comportement de ces deux
observables, c'est-a-dire une probabilite d'evenements de ssion P (tfiss  10 18s) de l'ordre de
10% et une probabilite de survie Psurv des fragments de ssion nulle. De plus, les modelisations
doivent permettre d'acceder aux grandeurs physiques comme le taux de ssion fiss et le temps de
ssion moyen fiss = htfissi. En particulier, d'apres les valeurs de l'observable P (tfiss  10 18s),
la queue de distribution des temps de ssion tfiss doit pouvoir e^tre superieure a 10
 18s.
Figure 4.2: Schema de gauche : modelisation de la cascade de desexcitation de Kwepie2
[19]. Schema de droite : modelisation de la cascade de desexcitation isotopique resultant de la
competition entre les deux processus dominants : ssion et evaporation de neutron [31].
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Le temps de ssion estime a partir du taux de Kramers est de l'ordre de 10 20s, voir partie
4.2.1. Ce temps ne permet pas d'expliquer les valeurs P (tfiss  10 18s) ' 10%. De maniere
generale, pour avoir des temps de ssion tfiss aussi longs, il y a imperativement competition en-
tre le canal de ssion et les autres canaux de desexcitation associes aux particules legeres et aux
photons . L'existence des ces dierents canaux de desexcitation se manifeste par l'apparition d'ar-
borescences representant les voies de desexcitation disponibles pour les noyaux successifs depuis
le noyau compose super-lourd jusqu'au residu nal. Par exemple, avec Kewpie2, la modelisation
de la cascade est eectuee en retenant comme voies de desexcitation pour chaque noyau de la
cascade : le canal de ssion et les canaux d'evaporation de neutron et de proton, voir le schema
de gauche de la gure 4.2. De ce fait, gra^ce a ces voies alternatives a la ssion, les valeurs des
observables et des grandeurs physiques associees augmentent par rapport au cas de gure ou seule
la ssion est possible.
Le processus de ssion est le mode principal de desexcitation des noyaux super-lourds quand
l'energie d'excitation du noyau compose initial est E0 = 70 MeV. Cependant, parmi les autres
modes de desexcitation, un mode particulier se distingue : l'evaporation de neutrons. En eet,
pour des energies d'excitation inferieures a 100 MeV, on peut alors envisager la competition entre
les deux modes dominants : la ssion et l'evaporation de neutrons. L'arborescence devient dans
ce cas une simple cha^ne de desexcitation isotopique, voir le schema de droite de la gure 4.2.
La competition entre ssion et evaporation de neutrons permet donc, pour chaque isotope de la
cha^ne, en evacuant une partie de l'energie d'excitation, de stabiliser le systeme, via cette cha^ne.
En eet, a l'exception du dernier isotope qui ne peut que ssionner, le noyau compose et les autres
isotopes de cette cha^ne peuvent soit emettre un neutron soit ssionner.
Dans le but de reproduire les valeurs des observables P (tfiss  10 18s) ' 10% et Psurv = 0 une
premiere approche consiste a utiliser les dierentes tables de donnees. Cette premiere approche
permet par la me^me occasion de tester ces tables. Par exemple, on peut utiliser des tables comme
celles de Koura [76, 77] an d'etudier la competition entre ssion et evaporation de neutrons d'une
cascade de desexcitation isotopique a partir du noyau compose Z = 124 et A0 = 308. On a alors
a partir de ces tables les valeurs suivantes :
Ai 308 307 306 305 304 303 302 301 300 299
Bn;i (MeV) 7.97 6.42 8.14 6.68 8.34 6.83 9.00 7.34 9,02 7,60
jEshellji (MeV) 10.55 10.43 10.38 10.30 10.20 10.13 10.08 9.56 9.21 8.88
Avec cet exemple, on remarque que les valeurs des barrieres d'evaporation de neutron Bn;i sont
de l'ordre de 6, 7 ou 8 MeV et que les corrections d'energie de couches des dierents isotopes de
la cascade sont proches de jEshellji ' 10 MeV.
De maniere generale, les dierentes donnees tabulees sont donc reinjectees dans les codes de
cascades de desexcitation, comme ceux associes aux schemas de la gure 4.2. En procedant ainsi,
les dierentes approches aboutissent a des valeurs de P (tfiss  10 18s) inferieures de plusieurs
ordres de grandeurs aux valeurs attendues pour avoir compatibilite avec les valeurs experimentales.
Comme la premiere approche s'avere infructueuse, une deuxieme approche consiste a prendre
le probleme du point de vue oppose. Cette fois, on part des valeurs des observables Psurv = 0 et
P (tfiss  10 18s) ' 10%. Cette approche est dicile car, avec des energies d'excitation de 70 ou
80 MeV, la cha^ne isotopique peut alors comporter huit ou neuf isotopes successifs a partir du
noyau compose super-lourd. Il est donc impossible d'acceder aux valeurs des barrieres de ssion des
dierents noyaux avec uniquement les deux observables P (tfiss  10 18s) et Psurv. Le nombre d'ob-
servables n'etant pas assez important pour determiner de maniere univoque toutes les grandeurs
physiques de la cascade de desexcitation, la resolution mathematique exacte est inenvisageable.
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Pour contourner ce probleme, dierentes hypotheses sont envisagees an de modeliser l'evolution
globale des corrections d'energie de couches sur l'ensemble de la cascade de desexcitation.
Par l'intermediaire des me^mes codes de cascades de desexcitation que ceux utilises dans la
premiere approche, on determine alors les valeurs homologues des valeurs issues des tables. Les
valeurs issues de cette deuxieme approche sont alors tres dierentes des valeurs tabulees. Ainsi,
pour les corrections d'eets de couches jEshellji des dierents isotopes i de la cascade, les valeurs
obtenues sont largement superieures a la valeur typique jEshellji ' 10 MeV issues des tables de
Koura.
Les modelisations a partir des tables de donnees et des valeurs des observables comportant
encore des zones d'ombres, an de comprendre la dynamique de desexcitation de maniere globale,
on se tourne alors vers des modeles academiques.
4.1.2 Etude a l'aide de modeles academiques
L'approche quantitative de la desexcitation des noyaux super-lourds n'etant pas envisageable,
on se tourne donc vers des modeles academiques an d'apporter des informations sur la fusion-
ssion des noyaux super-lourds. On considere alors trois types de modeles academiques.
Dans le premier modele academique, on suppose que la ssion thermique est la seule voie
de desexcitation possible a l'issue de l'etape de formation du noyau compose. La desexcitation
des noyaux super-lourds peut alors e^tre etudiee en s'interessant au temps de ssion moyen fiss
du noyau compose car cette grandeur physique constitue une mesure de la stabilite des noyaux
super-lourds. An d'estimer ce temps de ssion moyen et les grandeurs associees on introduit
alors dierents outils. Le temps de ssion moyen est donc relie au temps moyen de premier passage
MFPT , au temps de relaxation non lineaire NLRT et au temps du point selle au point de scission
sd!s. On peut alors etudier l'inuence de la ssion thermique comme seul mode de desexcitation
sur le temps de ssion moyen fiss.
Dans le deuxieme modele academique, on envisage la competition entre la ssion thermique
et l'evaporation de neutrons avec une barriere de ssion constante. Pour des raisons pratiques,
le traitement usuel de type Langevin est alors ecarte au prot des equations ma^tresses de type
Bateman.
Dans le troisieme modele, en utilisant a nouveau les equations de Bateman, on etudie la prise
en compte des corrections d'eets de couches sur cette competition entre la ssion thermique et
l'evaporation de neutrons en considerant deux variantes (une description intuitive et la prescription
d'Ignatyuk). Pour chacune de ces deux variantes, on considere que ces corrections d'energies de
couches sont les me^mes pour tous les isotopes de la cascade.
Pour les deuxieme et troisieme modeles academiques, on peut alors determiner dans un pre-
mier temps les populations Ps(t) des dierents noyaux, c'est-a-dire les probabilites d'existence des
ces dierents noyaux en fonction du temps. A partir de la population totale P (t) on peut alors
acceder a probabilite de survie Psurv. Dans un deuxieme temps, les populations etant les grandeurs
physiques intermediaires a partir desquelles toutes les autres grandeurs physiques sont denies,
on peut alors determiner : le temps de ssion moyen fiss ainsi que le taux de ssion fiss, la
probabilite P (tfiss  10 18s) caracterisant l'existence d'evenements de ssion au dela de 10 18s
et la multiplicite de neutrons de prescission Nsimple.
Avant de passer a l'etude proprement dite des modeles academiques, on attire l'attention sur
un point important. Un modele academique est un outil de comprehension an de determiner les
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parametres pertinents d'un probleme. Certains choix sont donc arbitraires et ne se referent pas
forcement a une realite physique. Il est donc utopique de vouloir reproduire quantitativement des
donnees experimentales a partir de tels modeles.
4.2 La ssion comme seule voie de desexcitation
En pratique l'hypothese qui consiste a ne retenir que la ssion en tant que processus de
desexcitation du noyau compose est valide pour la ssion froide avec de faibles energies d'ex-
citation des deux fragments de ssion inferieures ou egales a typiquement 10 MeV [78]. Dans
cette partie, on utilise ce modele academique pour etudier le lien entre la desexcitation par ssion
thermique et le temps de ssion moyen fiss.
Pour evaluer le temps de ssion moyen, on utilise dierents outils avec dierents domaines
de validite, qui presentent des avantages et des inconvenients [79, 80]. Par exemple, le taux de
Kramers Kfiss est utilisable uniquement pour les basses temperatures par rapport a la barriere
de ssion mais peut e^tre employe pour decrire la ssion thermique seule ou sa competition avec
l'evaporation de neutrons.
Le temps moyen de premier passage MFPT , le temps de relaxation non lineaire NLRT et
le temps du point selle au point de scission sd!s n'ont pas de contraintes de temperature mais
leurs denitions sont analytiques uniquement dans le regime sur-critique. En outre, ces temps
caracteristiques ne sont pas generalisables a l'etude de la competition entre ssion et evaporation
de neutrons.
4.2.1 Outils pour evaluer le temps de ssion moyen
Taux de ssion Kfiss et temps de ssion 
K
fiss de Kramers
Pour decrire le processus de ssion, en premiere approche, on utilise le taux stationnaire de
ssion de Kramers Kfiss. Cette approche stationnaire est valide quand l'energie thermique est
petite devant la barriere de ssion d'ou T < Bf et pour des valeurs de =(2!sd) proches de l'unite
jusqu'a des valeurs tres superieures. Ce taux est aussi appele taux de fuite car il est relie a la
probabilite de presence par unite de temps du noyau compose dans l'etat fondamental, assimile
a un puits de potentiel metastable thermalise. Ce taux de ssion, correspondant a la largeur de
ssion  Kf , s'ecrit [33] :
Kfiss =  
K
f =
!gd
2
q
1 + (=(2!sd))
2   =(2!sd)

e Bf=T ; (4.1)
avec !gd et !sd respectivement les pulsations harmoniques des potentiels quadratiques osculateurs
dans l'etat fondamental et au niveau de la selle de la barriere de ssion Bf . T est la temperature
du bain thermique et  le coecient de friction reduit. En outre, dans le regime suramorti [7, 90],
correspondant a la limite de grande viscosite ou =(2!sd) >> 1, on aboutit a
Kfiss =  
K
f =
!gd!sd
2
e Bf=T : (4.2)
Par exemple, pour des valeurs de =(2!sd) egales a 1.44 et 2.0 il n'y a alors plus que respectivement
10% et 5% d'ecart entre entre (4.1) et (4.2). Le taux de ssion stationnaire de Kramers Kfiss est
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par denition l'inverse du temps caracteristique de ssion de Kramers Kfiss
Kfiss =
1
Kfiss
: (4.3)
Par exemple, avec les valeurs =(2!sd) ' 1:5 et T=B ' 0:5 on a alors Kfiss ' 10 20s.
Dans le modele de Kramers, l'existence d'un etat transitoire avant l'etablissement du regime
stationnaire ou le noyau est thermalise n'est pas pris en compte. Le temps caracteristique de cet
etat transitoire est le temps de relaxation nucleaire r.
Temps de relaxation nucleaire r
La valeur du temps de relaxation nucleaire r depend de l'etat initial de thermalisation du
noyau. En eet, quand le noyau peut e^tre initialement considere comme froid, il existe un regime
de relaxation nucleaire, correspondant au processus transitoire de thermalisation de la distribution
des deformations de ce noyau. De plus, le temps caracteristique r de ce regime est generalement
du me^me ordre de grandeur que celui de l'evaporation des particules legeres. [74, 79, 81]. Il n'existe
pas de formule analytique generale pour r cependant on peut denir des expressions valables dans
les cas particuliers des regimes sur-amorti =(2!gd) >> 1 et sous-amorti =(2!gd) << 1, avec !gd
la pulsation de l'oscillateur dans l'etat fondamental [82, 83] :
r =

2!2gd
ln

10Bf
T

si

2!gd
>> 1 r =
1

ln

10Bf
T

si

2!gd
<< 1: (4.4)
Dans la suite de ce chapitre, on considere que !gd = !sd = !.
Dans le cas de la fusion-ssion des noyaux super-lourds, ces noyaux composes chauds sont
formes par diusion par-dessus une barriere et peuvent e^tre consideres comme thermalises. De ce
fait, le temps de relaxation nucleaire pour les noyaux super-lourds est considere comme nul.
An de montrer que pour les noyaux super-lourds le temps de relaxation nucleaire peut e^tre
ecarte, on se place dans une situation ou ce temps est maximise par rapport au cas des noyaux
super-lourds car on considere des noyaux froids pour lesquels la condition initiale de thermali-
sation est de type Dirac c'est-a-dire piquee au fond du puits. Dans ce cas la formule (4.4) est
valide. En utilisant (4.4) avec =(2!) = 0:66 ou =(2!) = 1:5, ~! = 1 MeV et T=Bf = 0:5, on
estime alors que le temps de relaxation nucleaire r est de l'ordre de 10
 21s. D'autre part, dans
les me^mes conditions, avec une energie d'excitation du noyau compose de 70 MeV et une barriere
d'evaporation de neutron Bn = 6 MeV on determine a l'aide de (4.13) ou de (4.32) que la largeur
d'evaporation de neutron associee au noyau compose est de l'ordre de  n;0 ' 1020s 1. De ce fait,
r est petit devant la largeur d'evaporation de neutron d'ou r n;0 << 1. On peut donc ecarter le
temps de relaxation nucleaire pour les noyaux composes super-lourds.
Dans la suite de l'etude, on considere donc pour les noyaux super-lourds que
SHEr ' 0: (4.5)
Cependant, r est garde dans les denitions des grandeurs caracteristiques de cette partie car ce
terme peut e^tre pertinent pour d'autres domaines que celui qui nous interesse.
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Temps moyen de premier passage MFPT
Le temps moyen de premier passage MFPT ,  Mean First Passage Time , est le temps
necessaire pour franchir la barriere de potentiel depuis une condition initiale en amont du point
selle jusqu'au point de scission, considere comme une frontiere absorbante [84]. On a de ce fait
qi < qsd < qs. Une expression analytique du MFPT pour =(2!) 1 est alors
MFPT [qi ! qs] = m
T
Z qs
qi
eV (u)=Tdu
Z u
 1
e V (v)=Tdv; (4.6)
avec,  le coecient de friction reduit, m l'inertie et T la temperature.
Ce temps caracteristique est le plus intuitif pour comprendre la ssion car il n'inclut pas de
courant de retour au point de scission. On l'utilise donc pour denir le temps de ssion moyen
quand la ssion est le seul mode de desexcitation.
Temps de passage moyen MPT et temps de relaxation non lineaire NLRT
Le temps moyen de passage MPT  Mean Passage Time  correspond au temps moyen du
noyau compose dans le puits de potentiel associe a l'etat fondamental avant qu'il ne ssionne.
MPT [qi ! qsd] =
Z +1
0
P (t; qsd; qi)dt: (4.7)
De plus, si les conditions initiale et asymptotique sur la probabilite de presence verient respec-
tivement P (t = 0; qsd; qi) = 1 et P (t! +1; qsd; qi) = 0, le MPT est alors equivalent au temps de
relaxation non lineaire NLRT ,  Non Linear Relaxation Time . Une expression analytique du
temps de relaxation non lineaire pour =(2!) 1 est
NLRT [qi ! qsd] = m
T
Z qsd
qi
eV (u)=Tdu
Z u
 1
e V (v)=Tdv +
Z qs
qsd
eV (u)=Tdu
Z qsd
 1
e V (v)=Tdv

:
(4.8)
Pour prendre en compte le temps de relaxation nucleaire r de maniere simple on peut utiliser
une largeur de ssion de la forme   = h(t   r) 1, avec h la distribution de Heaviside et  1 le
taux du regime stationnaire, c'est-a-dire la probabilite de ssion par unite de temps du regime
asymptotique [79, 80]. Le NLRT s'ecrit donc de maniere generale
NLRT [qi ! qsd] = r + 1
 1
: (4.9)
Dans le cas de la fusion-ssion des noyaux super-lourds le temps de relaxation nucleaire r peut
e^tre neglige dans l'equation (4.9).
Le temps du point selle au point de scission
Le temps de descente du point selle au point de scission peut e^tre relie auMFPT et au NLRT .
Plus precisement, d'apres les considerations des deux paragraphes precedents sd!s, le temps du
point selle qsd au point de scission qs, peut e^tre deni par
sd!s =MFPT [qi ! qs] NLRT [qi ! qsd]: (4.10)
Par exemple, pour les noyaux de l'element plomb, le temps sd!s est petit. Dans ce cas de gure, il
peut e^tre neglige en premiere approche. Cette approximation n'est plus possible avec des noyaux
super-lourds pour lesquels sd!s peut devenir plus grand (car le point selle et le point de scission
sont alors beaucoup plus eloignes) et ainsi e^tre comparables aux autres temps caracteristiques.
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4.2.2 Estimation du temps de ssion moyen d'un noyau super-lourd
Dans ce cadre, le temps de ssion peut alors e^tre deni par :
fiss =MFPT [qi ! qs] = NLRT [qi ! qsd] + sd!s = r + 1
 1
+ sd!s: (4.11)
De plus, si la temperature verie T < Bf alors  1 '  Kf . Dans ce cas, l'equation (4.11) est donc
valide pour la ssion pure avec des temperatures basses et une friction moyenne ou importante.
En outre, pour la fusion-ssion des noyaux super-lourds le temps de relaxation nucleaire n'est pas
pris en compte, ces noyaux chauds etant thermalises : SHEr ' 0. De plus, avec les valeurs usuelles,
=(2!) = 1:5 et T=B = 0:5 on a NLRT [qi ! qsd] = 1= Kf ' 10 20s. Le temps de descente du
point selle consecutif a l'etat fondamental jusqu'au point de scission sd!s doit donc e^tre important
si on veut retrouver des valeurs de temps de ssion fiss de l'ordre de 10
 18s. Pour acceder a de
telles valeurs, la partie de la courbe V (q) entre le point selle est le point de scission doit a priori
comporter un puits isomerique, voir partie 5.1.2.
La ssion thermique n'etant pas le seul mode de desexcitation, un traitement plus complet
doit tenir compte de la competition entre la ssion thermique et l'evaporation de neutrons.
4.3 Competition entre ssion et evaporation de neutrons
4.3.1 Domaine de validite du modele
Le debut de cette etude avec la simple barriere de potentiel est realise dans [85]. Dans cette par-
tie du chapitre, on etudie l'evolution dynamique du noyau chaud compose quand il y a competition
entre deux voies de desexcitation, la ssion thermique et l'evaporation de neutrons [86, 87]. Une
des consequences de la competition entre ces deux processus est l'existence d'une cha^ne d'iso-
topes qui emettent successivement un neutron avant que le dernier des isotopes de la cha^ne ne
ssionne, voir le graphique de droite de la gure 4.2. Pour decrire l'evolution de cette cha^ne
de desexcitation, on utilise un modele hybride alliant les deux aspects dynamique et statistique.
L'equation de Langevin n'etant pas viable compte tenu des temps caracteristiques de ssion tfiss
qui peuvent e^tre de l'ordre de 10 18s et de la statistique qu'il faut accumuler dans ce type d'ap-
proche. On se base alors sur les equations ma^tresses de type de Bateman et des outils statistiques.
De plus, la resolution du systeme d'equations dierentielles associe s'appuie sur les transformees
de Laplace.
Le choix de la ssion et de l'evaporation de neutrons comme principaux canaux pour decrire la
cascade de desintegration du noyau compose est une hypothese realiste. En eet, pour une energie
d'excitation de l'isotope initial veriant E0  100 MeV, les dierentes voies de desexcitations
sont la ssion, l'evaporation de particules legeres, neutrons, protons, particules  ou l'emission de
photon . Le choix des neutrons comme candidats peut se justier par le fait que, contrairement
aux protons et aux particules , les neutrons ne sont pas sensibles a la barriere coulombienne. De
plus, comme les photons  emportent peu d'energie lors de leur emission, on peut en premiere
approximation negliger l'emission de ces photons. En outre, experimentalement on constate que
pour la gamme d'energie consideree [7], il y a en debut de cha^ne de desexcitation, un a deux
ordres de grandeur entre le taux d'emission de neutrons et les taux d'emission de protons ou de
photons .
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En pratique ce cadre d'etude ou on envisage la competition entre la ssion thermique et
l'evaporation de neutrons est donc valide pour le debut de la cha^ne de desintegration, par contre
il n'est plus verie rigoureusement pour la n de la cha^ne car par exemple les processus de
desexcitation par emission de photons  ne sont alors plus negligeables. Ces derniers emportant
avec eux le peu d'energie d'excitation encore presente a ce stade de la cascade de desexcitation,
la ssion thermique n'est alors plus possible.
Dans la suite de ce paragraphe 4.3, on considere le cas de gure ou la barriere de ssion Bf
est constante avant d'envisager au paragraphe 4.4 la prise en compte des corrections d'eets de
couches Eshell.
4.3.2 Outils pour evaluer l'evaporation de neutrons et la ssion
Les outils pour evaluer la ssion et l'evaporation de neutrons sont de nature statistique [86]. On
utilise notamment les largeurs de ssion et d'evaporation, grandeurs correspondant respectivement
aux probabilites de transition par unite de temps du processus de ssion et d'evaporation de
neutron. Par hypothese, ces grandeurs sont considerees comme independantes du temps mais
varient en fonction de l'isotope de la cascade de desexcitation.
Dans ce deuxieme modele academique on considere les barrieres de ssion et les barrieres
d'evaporation de neutron constantes tout au long de la cha^ne de desexcitation. Ce choix est
arbitraire et ne s'appuie pas sur la realite physique.
Energies d'excitation des isotopes et exemples academiques etudies
Le noyau compose, premier isotope de la cascade de desexcitation, possede une energie d'exci-
tation E0 et un nombre de masse correspondant A0. L'isotope i de cette me^me cascade est associe a
l'energie d'excitation Ei et au nombre de masse Ai = A i. De plus, Ei+1 = Ei  (Bn;i+2Ti) car on
suppose que le neutron emis par l'isotope i emporte avec lui l'energie de la barriere d'evaporation
Bn;i et l'energie cinetique moyenne 2Ti (par hypothese, on assimile alors l'energie cinetique a
l'energie cinetique moyenne) donc :
Ei+1 = E

i  

Bn;i + 2
p
Ei =ai

; (4.12)
avec ai le parametre de densite de niveau de l'isotope i dont une expression simpliee peut e^tre
determinee a partir du modele de Fermi. On a alors Ei = aiT
2
i , avec Ti la temperature associee.
L'estimation du parametre de densite de niveau ai n'est pas simple dans le cas general [88, 89].
On utilise donc dierentes expressions simpliees de ai, en MeV
 1 : Ai=8 correspond a la valeur
moyenne extrapolee a partir de resultats experimentaux obtenus avec les atomes froids et Ai=10,
Ai=12 sont issues de calculs de type champ moyen [7]. Dans cette partie, le nombre de masse du
premier isotope est A0 = 308, la barriere d'evaporation Bn;i peut prendre dierentes valeurs entre
5MeV et 7MeV . De plus le coecient de friction reduit est  = 2:1021s 1 ou  = 5:1021s 1, ce
qui correspond respectivement a =(2!) = 0:66 ou =(2!) = 1:65 avec ~! = 1:0MeV .
L'emission de neutrons est un phenomene aleatoire qui se produit en continu jusqu'a la ssion
du dernier isotope de la cha^ne. L'energie d'excitation du dernier isotope Esmax devient alors
inferieure a l'energie de liaison Bn;i correspondant a la barriere d'evaporation de neutron. La
contrainte Esmax < Bn;i, determine donc le nombre maximal de neutrons emis quand toute la
cascade de desexcitation est parcourue pour aboutir a la ssion du dernier isotope, numerote lui
aussi par smax. Dans cette etude smax est egal a 8 neutrons pour E

0 = 70 MeV ou 9 neutrons pour
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E0 = 80 MeV, voir gure 4.3. Avec l'energie d'excitation du noyau compose on peut determiner
les energies d'excitation des isotopes de la cha^ne de desexcitation en fonction de ai.
Par exemple, avec E0 = 70 MeV, A0 = 308 et Bn;i = 6 MeV on a en MeV :
a0 smax E

0 E

1 E

2 E

3 E

4 E

5 E

6 E

7 E

8
A0=8 8 70.0 61.3 52.8 44.4 36.3 28.3 20.6 13.1 5.92
A0=10 8 70.0 61.0 52.2 43.6 35.2 27.0 19.1 11.5 4.29
A0=12 8 70.0 60.7 51.6 42.8 34.2 25.9 17.8 10.2 2.88
Avec E0 = 80 MeV, A0 = 308 et Bn;i = 6 MeV on obtient en MeV :
a0 smax E

0 E

1 E

2 E

3 E

4 E

5 E

6 E

7 E

8 E

9
A0=10 9 80.0 70.8 61.7 52.9 44.3 35.9 27.7 19.8 12.2 4.88
Largeur d'evaporation de neutron  n;i de l'isotope i
La largeur d'evaporation de neutron est denie a partir du formalisme de Weisskopf. Pour
chaque isotope i de la cha^ne de desexcitation, de nombre de masse Ai, on peut denir E

i l'energie
d'excitation, Bn;i la barriere d'evaporation, 
max
i = E

i   Bn;i et i = (Ai   1)mn=Ai la masse
reduite du neutron emis avec mn = 931; 5 MeV:c
 2. Le neutron est un fermion de spin 1
2
. La
largeur d'evaporation de neutron associee est en s 1 [86]
 Wn;i =
2i
2~3(Ei )
Z maxi
0
inv()(
max
i   ; ai)d; (4.13)
avec la densite de niveau (Ei; ai) et la section ecace inv()
(Ei; ai) =
g
p

48a
1=4
i E

i
5=4
e2
p
aiEi inv() = n

1 +
n


R2n: (4.14)
Dans la densite de niveau, exprimee enMeV  1, ai est le parametre de densite de niveau et g = 4 la
degenerescence totale spin-isospin. La section ecace inverse, c'est-a-dire de capture est exprimee
en fm2, avec les variables n(Ai) = 0:76 + 1:93A
 1=3
i , n(Ai) = (1:66A
 2=3
i   0:050)=n(Ai) et le
rayon du noyau Rn(Ai) = 1:70A
1=3
i , lui-me^me exprime en fm.
A partir de l'expression (4.13), on peut determiner une formule analytique pour  Wn;i en estimant
une forme approchee de l'integrale [85]. On obtient alors
 n;i =
2i
~3
E
5=4
i nR
2
n
(maxi )
1=4
e2
p
aimaxi  2
p
aiEi

maxi + n
 5=4 +paimaxi
  
max
i
 1=4 +paimaxi

: (4.15)
Cette largeur est consideree comme nulle pour Ei  Bn. En outre, comme Esmax < Bn le dernier
isotope ne peut emettre de neutron, d'ou  n;smax = 0. C'est cette formule (4.15) que nous utilisons
dans la suite de l'etude avec barriere de ssion Bf constante.
Largeur de ssion  f;i de l'isotope i
La probabilite de transition par unite de temps associee c'est-a-dire la largeur de ssion, ex-
primee en s 1, est basee tout d'abord sur le formalisme de Bohr-Wheeler
 BWf;i =
1
2~(Ei )
Z Ei  Bf
0
(Ei  Bf   ; ai)d: (4.16)
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En utilisant a nouveau la methode utilisee dans [85] an d'estimer une forme approchee de
l'integrale (4.16), on peut alors determiner une formule analytique pour  BWf;i
 BWf;i =
1
2~
(Ei )
5=4
a
1=2
i (E

i  Bf )3=4
e2
p
ai(Ei  Bf ) 2
p
aiEi ; (4.17)
Cette largeur est consideree comme nulle pour Ei  Bf . En outre, la largeur de ssion doit tenir
compte de la viscosite via la friction dans le noyau. Il faut donc multiplier  BWf;i de l'equation
(4.17) par le facteur de correction de Kramers-Strutinsky ~!K=Ti [91]. On aboutit donc a
 f;i =  
BW
f;i
~!K
Ti
=
!K
2
(Ei )
3=4
(Ei  Bf )3=4
e2
p
ai(Ei  Bf ) 2
p
aiEi ; (4.18)
avec !K =
p
!2 + 2=4 =2 la frequence de Kramers, Ti =
p
Ei =ai la temperature de l'isotope i
et  le coecient de friction reduit. Dans la suite de l'etude avec barriere de ssion Bf constante,
c'est cette largeur de ssion corrigee (4.18) qui est desormais utilisee.
4.3.3 Grandeurs physiques dans le cas de la simple barriere
Dans le but de comprendre les resultats experimentaux obtenus au GANIL avec la technique
du blocage cristallin, voir partie 1.1.4, il faut tout d'abord calculer les populations des isotopes
de la cha^ne de desexcitation avant de determiner le taux de ssion, le temps de ssion moyen,
le nombre d'evenements normalises plus long que 10 18s ainsi que la multiplicite de neutrons de
prescission.
Populations des dierents isotopes
Les populations correspondent a la repartition des dierents isotopes en fonction du temps.
Par denition, les populations sont normalisees et donc identiables a des probabilites d'existence.
Les conditions initiales sont P0(t = 0) = 1 (existence du noyau compose) et Ps(t = 0) = 0, avec
0 < s  smax. Pour calculer P0(t) et Ps(t) on utilise alors les equations ma^tresses de type Bateman
avec  s =  f;s +  n;s :
dP0(t)
dt
=   0P0(t) dPs(t)
dt
=  n;s 1Ps 1(t)   sPs(t): (4.19)
Pour le dernier isotope de la cascade de desexcitation  n;smax = 0 car il ne peut plus emettre de
neutrons. Par contre, ce dernier isotope peut encore ssionner quand Bn > Bf donc
dPsmax(t)
dt
=   f;smaxPsmax(t) +  n;smax 1Psmax 1(t) si Bn > Bf
dPsmax(t)
dt
=  n;smax 1Psmax 1(t) si Bn < Bf : (4.20)
Dans ce cas, a partir des transformees et transformees inverses de Laplace, on trouve que les
populations Ps(t), avec 0  s  smax, sont :
P0(t) = e
  0t
Ps(t) =
s 1Y
i=0
 n;i
sX
i=0
e  itQs
j=0;j 6=i( j    i)
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Psmax(t) =
smax 1Y
i=0
 n;i
smaxX
i=0
e  itQsmax
j=0;j 6=i( j    i)
: (4.21)
On peut alors determiner la population totale P (t) et la probabilite de survie Psurv du residu
de ssion :
P (t) = Psimple(t) =
smaxX
s=0
Ps(t) lim
t!1
P (t) = Psurv: (4.22)
Figure 4.3, on observe que pour E0 = 70 MeV, a partir du noyau compose, le nombre d'isotopes
successifs de la cascade de desexcitation (et donc le nombre de neutrons maximum qui peut e^tre
emis) s'eleve a smax = 8, tandis que pour E

0 = 80 MeV on a smax = 9. La condition Bf = Bn
traduit la forte competition entre les deux canaux de desexcitation tout au long de la cascade, ce
qui permet d'observer les populations sur des temps relativement longs. Par exemple, a t = 10 18s
on a pour E0 = 70 MeV les isotopes 6 et 7 et pour E

0 = 80 MeV on observe les isotopes 7 et 8.
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Figure 4.3: Populations Ps(t) et population totale P (t) = Ptot(t) en fonction du temps t quand
l'energie d'excitation E0 du noyau compose est 70 MeV ou 80 MeV. Les energies d'excitations
Ei des isotopes successifs des deux cascades de desexcitation sont visibles dans les tableaux de
valeurs de la partie 4.3.2. Pour les deux graphiques on a =(2!) = 0:66, A0 = 308, ai = Ai=10,
~! = 1 MeV et Bf = Bn = 6 MeV . Avec cette derniere condition la largeur de ssion du dernier
isotope verie  n;smax = 0. Comme cet isotope ne peut alors plus ssionner la probabilite de survie
du residu Psurv est non nulle.
A partir des populations Ps(t) des dierents noyaux de la cascade et de la population totale
P (t) denies par (4.21) et (4.22), on accede alors aux autres grandeurs physiques : fiss, fiss,
Nsimple et P (tfiss  10 18s). On peut ainsi realiser une etude variationnelle de ces grandeurs an
de determiner les parametres pertinents qui inuent sur ces grandeurs physiques.
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Taux de ssion fiss et temps de ssion moyen fiss
Le taux de ssion varie en fonction de la hauteur de barriere de ssion Bf par l'intermediaire
de la largeur de ssion  f;s des isotopes s.
fiss(t) =   1
P (t)
dP (t)
dt
=
1
P (t)
smaxX
s=0
 f;sPs(t); (4.23)
avec la population totale P (t) de la simple barriere et Ps(t) la population de l'isotope s.
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Figure 4.4: Taux de ssion fiss comme fonction du temps t et temps de ssion moyen fiss
comme fonction de Bf=Bn. L'etude variationnelle est eectuee autour des valeurs types E

0 = 68
MeV , =(2!) = 0:66, A0 = 308, ai = Ai=10, ~! = 1 MeV et Bn = 6 MeV . Dans chaque
graphique ces valeurs de reference sont associees a la courbe continue simple.
Dans la partie superieure gauche de la gure 4.4, on observe une decroissance temporelle lente
du taux de ssion fiss correspondant a une lente variation de la population totale P (t) (voir gure
4.3) depuis un temps de l'ordre de 10 21ss jusqu'a un temps de l'ordre de 10 17ss puis une chute
brutale entre 10 16ss et 10 15ss reliee au fait que P (t) devienne constante. On remarque egalement
que plus la barriere d'evaporation de neutron Bn est petite, plus l'evaporation de neutrons est
favorisee par rapport a la ssion et plus fiss diminue rapidement.
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Le temps de ssion moyen fiss peut e^tre deni par les deux variantes de l'equation (4.24) en
utilisant la formule analytique (4.22) de la population totale P (t) = Psimple(t) :
fiss =  
R tB
tA
tdP (t)
dt
dt
P (tA)  P (tB) =
tAP (tA)  tBP (tB) +
R tB
tA
P (t)dt
P (tA)  P (tB) : (4.24)
Dans la gure 4.4, les dierents courbes des trois graphiques qui representent le temps de ssion
moyen fiss en fonction de Bf=Bn sont toutes centrees au voisinage de la valeur Bf=Bn ' 1. Ceci
montre que, quand Bf ' Bn independamment de leur valeurs, la competition entre les deux voies
de desexcitation est alors forte sur toute la cascade. Pour Bf  Bn la fusion domine donc si on
augmente Bf alors le temps de ssion moyen fiss augmente. Pour Bf  Bn seuls les premiers
isotopes sssionnent. Si Bf augmente, il y a de moins en moins d'isotopes qui ssionnent donc
fiss diminue.
De plus, on remarque dans le graphique superieur droit la grande sensibilite du modele par
rapport aux energies d'excitation Ei des isotopes de la cascade. En eet, le chevauchement des
courbes ne respecte pas l'ordre des valeurs de Bn : on s'attendrait pluto^t a observer la courbe
Bn = 6 MeV au dessus de la courbe Bn = 7 MeV. Ceci est du^ notamment a la modelisation de
l'energie emportee par l'evaporation d'un neutron a partir d'un isotope i car elle conditionne la
valeur de l'energie d'excitation Ei+1 de l'isotope suivant, voir equation (4.12).
Sur le graphique de la partie inferieure gauche on observe l'inuence du coecient de friction 
qui intervient via le coecient de Kramers-Strutinsky dans la largeur de ssion  f;i, voir l'equation
(4.18). Plus  est important, plus cette largeur de ssion  f;i est petite et donc plus le temps
de ssion moyen fiss est important car alors la ssion est moins favorisee. Cette inuence est
uniquement visible pour Bf < Bn c'est-a-dire quand la ssion reste predominante.
Le graphique de la partie inferieure droite met en evidence pour Bf > Bn, donc quand
l'evaporation de neutron est majoritaire, l'inuence de la densite de niveau ai sur d'evaporation de
neutron  n;i, voir l'equation (4.15). Plus ai est important, plus la largeur d'evaporation de neutron
 n;i diminue. Or, de maniere generale, pour le cas de gure  n;i >  f;i donc si  n;i diminue alors
la competition entre les deux modes de desexcitation est favorisee d'ou une augmentation de fiss.
Multiplicite de neutrons de prescission et nombre d'evenements normalises
Une denition de la multiplicite de neutrons de prescission est donnee dans la reference [87].
Pour utiliser cette derniere, nous devons modier les notations de [87] car dans ce chapitre le
premier isotope de la cha^ne est l'isotope 0. Avec la simple barriere on peut ecrire :
dP (t)
dt
=
dPsimple(t)
dt
=
smaxX
s=0
dPs(t)
dt
=  
smaxX
s=0
 f;sPs(t): (4.25)
Par integration on a donc 1   P (+1) = Psmaxs=0 ps avec ps = R +10  f;sPs(t)dt. La multiplicite de
neutrons de prescission est alors :
Nsimple =
Psmax
s=0 s:ps
1  P (+1) =
Psmax
s=0 s:psPsmax
s=0 ps
: (4.26)
La multiplicite de neutrons de prescission Nsimple est inferieure a smax (nombre maximal de neu-
trons evaporables par la cha^ne de desexcitation) car statistiquement les dierentes cascades iso-
topiques n'aboutissent pas toutes jusqu'au dernier isotope, la ssion ayant lieu dans ce cas au
niveau d'un isotope situe en amont.
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En outre, par denition, le nombre d'evenements normalises plus longs que 10 18s est
P (tfiss  10 18s) = P (10
 18s)  P (+1)
P (0)  P (+1) '
P (10 18s)  P (10 14s)
P (10 24s)  P (10 14s) : (4.27)
Le choix du temps 10 18s est motive par les mesures eectuees au GANIL, voir partie 1.1.4. En
pratique, pour la resolution numerique, 0 est approxime par 10 14s et 10 24s est une valeur pour
laquelle on retrouve les me^mes resultats que pour t! +1.
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Figure 4.5: Multiplicite de neutrons de prescission Nsimple et nombre d'evenements normalises
P (tfiss  10 18s) comme fonctions de Bf=Bn. L'etude variationnelle est eectuee avec les me^mes
valeurs de reference que gure 4.4.
Dans les quatre graphiques de la gure 4.5, on retrouve que la competition entre la ssion
thermique et l'evaporation de neutrons des dierents isotopes de la cascade est la plus forte pour
Bf=Bn ' 1.
Dans le graphique superieur gauche de la gure 4.5, on remarque que la multiplicite de neutrons
de prescission Nsimple est superieure quand l'energie d'excitation du noyau compose E

0 est de 80
MeV au lieu de 70 MeV. Ceci peut s'expliquer par le fait que la cascade isotopique comporte un
isotope supplementaire avec E0 = 80 MeV qu'avec 70 MeV, voir gure 4.3, et donc un nombre de
neutrons de prescission emis plus important. De plus le fait que de maniere generale  n;i >  f;i
permet de comprendre la valeur de la multiplicite de neutrons de prescission Nsimple globalement
assez elevee pour ces deux energies d'excitation.
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Le graphique superieur droit met en evidence le fait que P (tfiss  10 18s), la probabilite
d'evenements de ssion superieur a 10 18s, diminue quand l'energie d'excitation du noyau compose
augmente, avec un maximum de probabilite d'evenements pour Bf ' Bn dans les deux cas.
Le graphique inferieur gauche illustre le fait que pour Bf < Bn (cas ou le mode de ssion
thermique est dominant) on retrouve l'inuence du coecient  : quand  augmente la ssion,
me^me si elle reste preponderante, est moins favorisee donc P (tfiss  10 18s) est plus grande.
Le graphique inferieur droit conrme les modications induites par le parametre de densite ai
pour Bf < Bn (cas ou le mode d'evaporation de neutrons est dominant) : plus ai augmente, plus
la largeur d'evaporation de neutron  n;i diminue et se rapproche de la valeur de la largeur ssion
 f;i. De ce fait, la competition entre les deux principales voies de desexcitation est favorisee et
P (tfiss  10 18s) est plus importante.
Bilan sur l'evolution des grandeurs physiques pour Bf constante
L'evolution des grandeurs physiques, voir gures 4.4 et 4.5, est liee aux valeurs des barrieres
de ssion Bf et d'evaporation Bn. Suivant les cas de gure, on observe trois regimes :
- Bn  Bf : le mode de desexcitation dominant est la ssion.
- Bn ' Bf : la competition entre les deux modes ssion et evaporation de neutrons est forte.
- Bn  Bf : le mode de desexcitation dominant est l'evaporation de neutrons.
Dans le modele etudie quand Bn  Bf , la ssion etant le mode de desexcitation dominant, la
globalite des noyaux ssionnent et peu de neutrons sont evapores car seul le debut de la cha^ne
de desexcitation est parcouru. La multiplicite de neutrons de prescission Nsimple est alors faible
et le temps de ssion moyen fiss est donc petit. Si Bf augmente, le nombre d'isotopes mis en
jeu dans dans la cha^ne augmente donc l'evaporation de neutrons est de plus en plus importante
d'ou une multiplicite de neutrons de prescission Nsimple ainsi qu'un temps de ssion moyen fiss
croissants. On constate un comportement similaire pour P (tfiss  10 18s), le nombre d'evenements
normalises plus longs que 10 18s.
Pour Bn ' Bf : fiss  Kfiss ' 10 20s. Le temps de ssion moyen est beaucoup plus grand
que le temps de ssion de Kramers, car il y a une forte competition entre les deux modes de
desexcitation sur la totalite de la cha^ne. Il en va de me^me pour Nsimple et P (tfiss  10 18s).
Au contraire, pour Bn  Bf l'evaporation de neutrons est le mode de desexcitation principal.
Les evenements de ssion sont donc tres peu probables et fiss redevient faible car seuls les premiers
isotopes peuvent ssionner apres avoir evapore un petit nombre de neutrons, les noyaux ne sont
alors plus assez chauds pour ssionner. De ce fait, la multiplicite de neutrons de prescission Nsimple
diminue. P (tfiss  10 18s) diminue egalement pour les me^mes raisons.
Avec le temps de ssion moyen fiss on peut mettre en evidence, quand Bn et Bf sont com-
parables, la grande sensibilite de cette modelisation par rapport a la barriere de ssion Bf et par
rapport aux energies d'excitation Ei des isotopes de la cha^ne. En particulier, pour une barriere
d'evaporation Bn constante, un changement de la valeur de Bf modie les criteres de ssion et
joue sur l'aptitude a ssionner du dernier isotope. De plus, une modication de E0 peut impliquer
un changement du nombre total d'isotopes de la cha^ne en changeant la valeur de smax. Ce type
de comportement peut s'expliquer par le choix de conditions drastiques (de type Heaviside) pour
les possibilites de ssion et d'evaporation des dierents isotopes. Dans certains cas de gure cela
peut aboutir a des irregularites non physiques, intrinseques a la simplicite du modele. Un traite-
ment numerique avec le programme Kewpie2 [19, 73] prenant en compte la ssion et l'evaporation
de neutrons, de protons et de photons conrme ces considerations. Dans ce cadre plus general,
l'evolution des grandeurs physiques est plus lissee qu'avec notre modele.
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Le temps de ssion moyen fiss et le nombre d'evenements normalises P (tfiss  10 18s) sont
egalement sensibles au coecient de friction reduit  quand la ssion est le mode de desexcitation
dominant et au parametre de densite de niveau ai quand l'evaporation de neutrons est le mode de
desexcitation majoritaire.  et ai sont des parametres sensibles pour respectivement les largeurs
de ssion  f;i et d'evaporation  n;i. Si  augmente alors  f;i diminue et si ai augmente alors
 n;i diminue egalement. La forte competition entre ssion et evaporation de neutrons pouvant se
traduire par  f;i '  n;i, les variations de  et ai optimisent les valeurs des grandeurs physiques
quand les valeurs des deux types de barrieres  f;i et  n;i sont similaires. Pour maximiser la
competition entre ces deux types de desexcitation, il faut donc soit diminuer  n;i quand l'evaporation
de neutrons est le mode de desexcitation dominant en augmentant ai, soit diminuer  f;i quand la
ssion est le mode de desexcitation majoritaire en augmentant .
L'hypothese de barriere de ssion Bf constante n'est pas physique car elle ne tient pas compte
de la structure des noyaux super-lourds. Avec les deux variantes du modele academique envisage
dans la partie suivante, on considere les modications induites par les corrections d'eets de
couches sur les grandeurs physiques.
4.4 Prise en compte des corrections de couches
Les corrections d'eets de couches sont pour les noyaux super-lourds qui verient Z  110
l'unique source de stabilite car alors la barriere de ssion du modele de la goutte liquide est
nulle. Avec ce type de noyaux, il est donc interessant d'utiliser un modele academique incluant
ces corrections d'eets de couches. Pour ce faire, dierentes appproches sont possibles. Dans cette
partie on utilise tout d'abord dans la partie 4.4.1 une approche intuitive puis ensuite dans la
partie 4.4.2 la prescription d'Ignatyuk.
4.4.1 Premiere approche intuitive pour les eets de couches
On determine respectivement l'energie des isotopes Ei et la largeur d'evaporation  n;i a partir
des formules (4.12) et (4.15) du paragraphe precedent. La denition du parametre de densite de
niveau ai reste inchangee par rapport au cas de la barriere de ssion Bf constante. On utilise donc
Ai=8, Ai=10 ou Ai=12. Cette premiere approche consiste a envisager, me^me si elle est critiquable
[19, 71, 75], une barriere de ssion de la forme
BSHEf;i ' jEshellji e E

i =Ed ; (4.28)
avec jEshellji la valeur absolue de la correction d'origine quantique de l'energie de couche de l'iso-
tope i, denie a partir de l'etat fondamental. jEshellji est supposee dans cette etude e^tre la me^me
pour tous les isotopes i de la cha^ne. De plus, Ei est l'energie d'excitation de l'isotope i par rapport
au niveau fondamental et Ed = 18; 5 MeV l'energie de  damping , parametre caracteristique
obtenu par extrapolation a partir des noyaux stables. En outre, comme les corrections d'energie
de couches sont negatives il y a un eet stabilisateur par abaissement des niveaux d'energie, prin-
cipalement au niveau du fondamental, ce qui implique une augmentation de la barriere de ssion.
Pour acceder a la largeur de ssion  f;i incluant le facteur correctif de Kramers-Strutinsky, il faut
remplacer Bf par l'expression (4.18) dans la formule litterale de la largeur de ssion.
Avec cette modelisation, il est dicile d'evaluer les valeurs absolues des corrections d'energie
de couches jEshellji pour lesquelles la competition entre ssion et evaporation de neutrons est
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maximale. Avec la denition de la barriere de ssion (4.28), BSHEf;i varie en fonction de l'isotope
i de la cascade de desexcitation. De maniere generale avec jEshellji ' 10 MeV (valeur moyenne
issue des tables de Koura), les barrieres de ssion BSHEf;i sont inferieures a Bn = 6 MeV, sauf
eventuellement en n de cha^ne de desexcitation. La competition entre la ssion et l'evaporation
de neutrons est donc moins forte et c'est la ssion qui est favorisee. Ceci induit une diminution plus
importante des populations en fonction du temps par rapport au cas de la barriere de ssion Bf
constante car le canal de desexcitation par ssion predomine sur toute la cascade de desexcitation.
Dans la gure 4.6 les populations Pi(t) et la population totale P (t) sont determinees par
(4.21) et (4.22). On constate alors une decroissance beaucoup plus rapide des populations en
comparaison avec le cas Bf constante. Le graphique superieur de cette gure peut e^tre compare
au graphique E0 = 70 MeV de la gure 4.3. Dans le cas present, la decroissance des populations
etant importante, on ne peut visualiser l'evolution que des populations jusqu'a l'isotope 3. Au
dela il faut regarder le graphique inferieur de la gure 4.6 sur lequel on visualise une decroissance
de la population totale vers 10 19s. La probabilite de survie Psurv est donc faible.
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Figure 4.6: Populations Pi(t) et population totale P (t) = Ptot(t) en fonction du temps t pour
deux echelles dierentes an d'observer tous les isotopes de la cascade avec jEshellj=10 MeV.
Pour les deux graphiques on a E0 = 70 MeV, =(2!) = 0:66, A0 = 308, ai = Ai=10, ~! = 1 MeV
et Bn = 6 MeV . On remarque que Psurv est faible mais pas nulle.
Dans les dierents graphiques de la gure 4.7 on remarque que la competition entre la ssion
et l'evaporation de neutrons est maximale (les grandeurs physiques etant alors maximales) pour
des energies de correction de couches jEshellj ' 10 MeV. On retrouve la valeur moyenne des
corrections d'energies de couches de la table de Koura. Dans cette etude variationnelle du temps
de ssion moyen fiss les valeurs sont tres inferieures a celles observees sur la gure 4.4 pour les trois
graphiques qui concernent le temps de ssion moyen fiss. De plus, les courbes de ces graphiques
ne sont pas forcement centrees car la coordonnee horizontale est jEshellj et pas jEshellj=Bn.
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Dans le graphique superieur gauche de la gure 4.7, on retrouve le fait que le temps de ssion
moyen fiss diminue quand l'energie d'excitation du noyau compose E

0 augmente.
Avec le graphique superieur droit de cette me^me gure, on constate que le temps de ssion
moyen fiss augmente quand Bn diminue car alors le processus d'evaporation de neutrons est moins
preponderant devant le processus de ssion : la competition entre ces deux canaux de desexcitation
redevient donc plus forte car alors la predominance du canal de ssion est contrebalancee.
De maniere generale on peut montrer que  f;i diminue quand  augmente et que  f;i augmente
quand ai diminue. De plus, une competition forte entre les deux canaux de desexcitation peut se
traduire par  n;i '  f;i. On peut utiliser ces considerations pour comparer les deux graphiques
inferieurs de la gure 4.7 avec leurs homologues de la gure 4.4. Sur les graphiques de gauche
des deux gures on constate que la competition entre les deux canaux de desexcitation augmente
quand  augmente, de ce fait fiss est plus grand. En revanche pour les graphiques de droite de ces
deux gures l'inuence du parametre de densite de niveau ai est inversee : dans le cas present on
peut verier que, en general  n;i   f;i, contrairement au cas Bf constante pour lequel de maniere
generale  n;i >  f;i. Avec la prise en compte des corrections d'eets de couches, la competition
entre ssion et evaporation de neutrons est alors favorisee quand  n;i augmente c'est-a-dire quand
ai decro^t.
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Figure 4.7: Temps de ssion moyen fiss comme fonction de jEshellj. L'etude variationnelle est
eectuee autour des valeurs types A0 = 308, E

0 = 70 MeV , =(2!) = 0:66, ai = Ai=10, ~! = 1
MeV et Bn = 6 MeV .
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Dans le graphique superieur gauche de la gure 4.8, on conrme que la multiplicite de neutrons
de prescission Nsimple augmente avec l'energie d'excitation du premier isotope E

0 et que par la
me^me occasion dans le graphique superieur droit le nombre d'evenements normalises superieurs a
10 18s c'est-a-dire P (tfiss  10 18s) diminue (comme dans le cas Bf constante : voir les graphiques
superieurs gauche et droit de la gure 4.5).
De plus on peut comparer les graphiques inferieurs gauche et droit des gures 4.5 et 4.8. On
retrouve alors pour le graphique de gauche le fait qu'une augmentation de , le coecient de
friction reduit, favorise la forte competition entre la ssion et l'evaporation de neutrons (comme
dans le cas Bf constante). De plus, dans le graphique de droite, une diminution du parametre
de densite de niveau ai optimise la competition entre la ssion et l'evaporation de neutrons (con-
trairement au cas Bf constante). En eet, pour le modele academique de cette partie de maniere
generale  n;i   f;i (contrairement au cas Bf constante ou generalement  n;i >  f;i). Il faut donc
ici augmenter  n;i en diminuant ai.
En outre, en accord avec l'evolution des populations dont la decroissance est rapide, voir gure
4.6, on retrouve le fait que la multiplicite de neutrons de prescission Nsimple est beaucoup plus
petite que dans le cas Bf constante.
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Figure 4.8: Multiplicite de neutrons de prescission Nsimple et nombre d'evenements normalises
P (tfiss  10 18s) comme fonctions de jEshellj. L'etude variationnelle est realisee autour des
valeurs types A0 = 308, E

0 = 70 MeV , =(2!) = 0:66, ai = Ai=10, ~! = 1 MeV et Bn = 6 MeV .
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L'etude de ce modele academique, ou les corrections d'eets de couches sont prises en compte
de maniere simple, permet de conrmer les tendances generales d'evolution deja presentes dans
le modele academique avec barriere de ssion constante. Cependant, les valeurs des grandeurs
physiques fiss, Nsimple et P (tfiss  10 18s) representees dans les gures 4.7 et 4.8 sont inferieures
aux valeurs attendues pour avoir compatibilite avec les resultats des mesures eectuees au GANIL
par blocage cristallin. En particulier, la valeur de P (tfiss  10 18s) est inferieure de plusieurs
ordres de grandeurs aux 10% mesures.
La modelisation de la barriere de ssion BSHEf;i denie par l'equation (4.28) constitue une ap-
proximation importante valide si Ei  Bf et si Ei  jEshellj [19], ce qui n'est pas realiste pour
les derniers isotopes de la cha^ne de desexcitation.
En outre, on doit tenir compte des changements induits par les corrections d'eets de couches
sur le parametre de densite de niveau ai et sur les energies d'excitation E

i des dierents isotopes
i de la cascade de desexcitation. Ces modications necessitent une redenition des largeurs de
ssion  f;i et d'evaporation de neutrons  n;i. C'est pourquoi nous utilisons dans la partie suivante
une approche plus elaboree pour tenir compte des corrections d'eets de couches : la prescription
d'Ignatyuk.
4.4.2 Traitement de type Ignatyuk des eets de couches
Cette approche consiste a considerer que BSHEf;i ' jEshellji car la correction d'eets de couches
est denie par rapport a l'etat fondamental. Par contre, l'abaissement en energie du^ aux eets de
couches au niveau du point selle est neglige. On considere donc qu'au point selle jEshellji = 0.
Avec ce type de modelisation, le parametre de densite de niveau ai, l'energie des isotopes E

i , les
largeurs d'evaporation  n;i et de ssion  f;i sont modies par ces corrections d'eets de couches.
En eet, le parametre de densite de niveau des noyaux super-lourds est soumis a des irregularites
a cause des structures de couches nucleaires [19]. Une description traduisant le comportement
physique de ce parametre doit inclure cette dependance d'ou le choix de la denition d'Ignatyuk
pour laquelle
agdi (E

i ) = ai

1   1  e Ei =Ed jEshellji
Ei

; (4.29)
avec ai le parametre de densite de niveau du paragraphe precedent. Au contraire, on considere
que le parametre de densite de niveau au point selle n'est pas modie et verie donc asdi = ai.
L'energie d'excitation de l'isotope i, denie a partir du niveau fondamental, est alors
Ei+1 = E

i  

Bn;i + 2
q
Ei =a
gd
i

: (4.30)
De plus, la largeur d'evaporation  n;i prend la forme
 n;i =
2i
2~3gd(Ei ; a
gd
i )
Z maxi
0
inv()gd(
max
i   ; agdi+1)d; (4.31)
avec maxi = E

i   Bn;i. A partir de l'expression (4.31), on peut ainsi determiner une formule
74 CHAPITRE 4. NOYAU SUPER-LOURD ET SIMPLE BARRIERE DE FISSION
analytique pour  n;i en utilisant la me^me methode que dans le paragraphe precedent.
 n;i =
2i
~3
(agdi )
1=4E
5=4
i nR
2
n
(agdi+1
max
i )
1=4
e2
q
agdi+1
max
i  2
p
agdi E

i
24 maxi + n
 5=4 +
q
agdi+1
max
i
  
max
i
 1=4 +
q
agdi+1
max
i
35 :
(4.32)
On procede de me^me pour la largeur de ssion corrigee  f;i incluant le facteur de correction de
Kramers-Strutinsky en utilisant Ti =
p
Ei =a
sd
i , la temperature de l'isotope i au point selle. Par
analogie avec l'equation (4.18) on obtient alors la forme integrale denie par l'equation (4.33)
 f;i =
~!K
Ti
1
2~gd(Ei ; a
gd
i )
Z Ei  jEshellji
0
sd(E

i   jEshellji   ; asdi )d: (4.33)
En estimant ensuite une forme approchee de l'integrale (4.33) la largeur de ssion corrigee  f;i est
alors
 f;i =
!K
2
(Ei )
3=4
(Ei   jEshellji)3=4
(agdi )
1=4
(asdi )
1=4
e2
p
asdi (E

i  jEshellji) 2
p
agdi E

i : (4.34)
On peut ainsi, a partir des nouvelles denitions des largeurs d'evaporation  n;i (4.32) et de s-
sion  f;i (4.34), determiner les populations Pi(t) et la population totale P (t). Comme pour les
autres exemples academiques, les denitions des populations en fonction des largeurs  n;i et  f;i
restent les me^mes. On utilise donc a nouveau les expressions (4.21) et (4.22). Ce sont les largeurs
d'evaporation de neutrons  n;i et de ssion  f;i qui inuent veritablement sur la dynamique de
desexcitation de la cascade isotopique.
De ce fait, les nouvelles formes analytiques de ces largeurs etant tres dierentes de celles des
modeles academiques precedents, les changements sur les populations et donc sur les grandeurs
physiques sont donc a priori importants. En particulier, avec les me^mes valeurs usuelles que celles
utilisees dans les modeles academiques precedents, on constate que le plus souvent  f;i >  n;i. De
plus, cette inegalite est plus marquee que dans le cas du modele intuitif de la partie 4.4.1. La
ssion thermique est donc a priori un mode de desexcitation encore plus marque par rapport a
l'evaporation de neutrons car la competition entre ssion thermique et evaporation de neutrons
est moins forte.
En comparant la gure 4.6 et la gure 4.9 on constate en eet la decroissance beaucoup plus
rapide des populations en comparaison avec la premiere approche intuitive pour considerer les
corrections d'eets de couches. Cette dierence de comportement est surtout visible pour la queue
de la cascade de desexcitation. Dans le cas present, au dela de 10 19s la population totale est
quasi nulle (contrairement au cas de la gure 4.6) la probabilite de survie Psurv est alors nulle.
La ssion est donc un mode de desexcitation encore plus favorise que dans le modele academique
intuitif de la partie 4.4.1.
Avec cette prescription d'Ignatyuk, contrairement au modele academique de la partie 4.4.1, le
parametre de densite de niveau, les energies d'excitation et les largeurs d'evaporation de neutrons
et de ssion sont modiees par les corrections d'eets de couches. Les evolutions des popula-
tions et des grandeurs physiques associees sont donc tres dierentes de celles des autres modeles
academiques.
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Figure 4.9: Populations Pi(t) et population totale P (t) = Ptot(t) en fonction du temps t pour
deux echelles dierentes an d'observer tous les isotopes de la cascade avec jEshellj=10 MeV.
Par analogie, on utilise les me^mes parametres que dans la gure 4.6.
Quand on regarde l'ensemble des graphiques de la gure 4.10 on remarque la presence de pics
centres sur BSHEf;i ' jEshellji ' Bn;i = 6 MeV. Quand ils existent, ces pics traduisent la forte
competition entre la ssion thermique et l'evaporation de neutrons.
Pour comparer les deux approches avec corrections d'eets de couches envisagees dans ce
chapitre, on peut regarder la gure 4.7 et la gure 4.10. Ces deux gures representent une etude
variationnelle du temps de ssion moyen fiss en fonction des corrections d'eets de couches
jEshellj.
Dans les dierentes graphiques de ces deux gures, on retrouve les me^mes criteres d'evolution
pour l'energie d'excitation Ei , la barriere d'evaporation de neutrons Bn;i, le coecient de friction
reduit  et le parametre de densite de niveau ai.
La principale dierence (excepte les valeurs globalement plus petites des grandeurs physiques)
est que dans la gure 4.10 l'evolution generale du temps de ssion moyen fiss en fonction de
jEshellj en dehors des pics est monotone croissante, contrairement a la gure 4.7 ou des paliers
sont visibles.
Quand on compare la gure 4.8 et la gure 4.11, on constate que les conclusions issues
des etudes variationnelles precedentes restent valides pour l'energie d'excitation Ei , la barriere
d'evaporation de neutrons Bn;i, le coecient de friction reduit  ainsi que le parametre de densite
de niveau ai.
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Figure 4.10: Temps de ssion moyen fiss en fonction de jEshellj selon la prescription d'Ignatyuk.
L'etude variationnelle est eectuee autour des valeurs caracteristiques E0 = 70MeV , Bn = 6MeV ,
smax = 8, ~! = 1MeV , =(2!) = 0:66, A0 = 308 et ai = Ai=10. Par analogie, on conserve les
me^mes parametres que dans la gure 4.7.
Dans le graphique superieur gauche de la gure 4.11 on remarque que la multiplicite de neutrons
de prescission Nsimple est d'autant plus grande que l'energie d'excitation E

0 du noyau compose est
petite. En outre, dans ce modele academique, les largeurs d'evaporation  n;i et de ssion thermique
 f;i sont modiees fortement par les corrections d'eets de couches jEshellj.
En outre, le canal d'evaporation de neutrons est de plus en plus defavorise par rapport au
canal de ssion thermique avec l'augmentation de jEshellj. Plus precisement on peut montrer
que  n;i decro^t plus vite que  f;i en fonction de jEshellj. De ce fait, la multiplicite de neutrons
de prescission Nsimple decro^t avec l'augmentation de jEshellj. Les faibles valeurs de Nsimple sont
reliees aux cascades de desexcitation courtes, le nombre de neutrons emis avant ssion est donc
faible.
Dans les autres graphiques de la gure 4.11, on constate une evolution globalement croissante
P (tfiss > 10
 18s) du nombre normalise d'evenements de ssion au dela de 10 18s avec l'augmention
de jEshellj jusqu'a jEshellj = 8 MeV avant de marquer un palier.
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Figure 4.11: Multiplicite de neutrons de prescission N et nombre d'evenements normalises plus
longs que 10 18s P (tfiss > 10 18s) comme fonctions de jEshellj selon la prescription d'Ignatyuk.
L'etude variationnelle est eectuee autour des valeurs usuelles E0 = 70MeV , Bn = 6MeV , smax =
8, ~! = 1MeV , =(2!) = 0:66, A0 = 308 et ai = Ai=10. Par analogie, on conserve les me^mes
parametres que dans la gure 4.8.
Bilan sur l'evolution des grandeurs physiques avec corrections d'eets de couches
La decroissance des populations est plus importante dans le cas de la prescription d'Ignatyuk
car dans ce cas, la desexcitation par ssion thermique est encore plus favorisee qu'avec la premiere
approche intuitive. De ce fait, la competition entre la ssion et l'evaporation de neutrons est donc
moins forte pour la prescription d'Ignatyuk que pour l'approche intuitive.
Dans les deux modeles, quand l'energie d'excitation du noyau compose E0 augmente, le temps
de ssion moyen fiss et le nombre d'evenements normalises superieurs a 10
 18 autrement dit
P (tfiss > 10
 18s) diminuent, contrairement a la multiplicite de prescission Nsimple. La competition
entre la ssion thermique et l'evaporation de neutrons est favorisee quand les largeurs de ssion
et d'evaporation de neutrons sont proches.
De maniere generale, pour les deux modeles avec corrections d'eets de couches, la largeur de
ssion est plus grande que la largeur d'evaporation de neutrons. Pour retrouver cette situation
optimale avec l'approche intuitive et la prescription d'Ignatyuk il faut que le parametre de friction
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reduite augmente (ce qui fait diminuer la largeur de ssion) et (ou) que le parametre de densite
de niveau diminue (ce qui fait augmenter la largeur d'evaporation de neutrons).
Ainsi, l'inuence des denitions des largeurs d'evaporation de neutrons et de largeurs de ssion
est tres grande car ces largeurs entrent dans la denition des populations des noyaux. Un point cle
commun aux modeles academiques qui considerent la competition entre la ssion thermique (avec
barriere de ssion constante ou avec correction d'eets de couches) et l'evaporation de neutrons
consiste a determiner les probabilites d'existence des dierents noyaux en fonction du temps a
partir desquelles on peut acceder aux grandeurs physiques. Plus la competition entre la ssion
thermique et l'evaporation de neutrons est grande et plus les largeurs associees sont proches. Les
variations des dierents parametres qui optimisent cette competition sont toutes en accord avec
ce constat.
4.5 Conclusion
Quand on considere la competition entre la ssion thermique et l'evaporation de neutrons, pour
avoir 10 % d'evenements de ssion superieurs a 10 18s vers la n de la cascade, la competition
entre le canal de ssion et les autres canaux de desexcitation doit e^tre forte pour chaque noyau
de cette cascade. Quand on remonte la cascade de desexcitation (et donc quand on remonte le
temps), ce pourcentage d'evenements de ssion est d'autant plus grand que l'isotope considere est
proche du noyau compose initial. De ce fait, le pourcentage le plus eleve associe au noyau compose
super-lourd doit e^tre important.
An d'estimer l'ordre de grandeur des corrections d'eets de couches pour le noyau com-
pose dans le cadre de la simple barriere, on considere pour le noyau compose un pourcentage
d'evenements de ssion au pire superieur ou egal a 10 %, et une energie d'excitation du noyau
compose de l'ordre de 70 MeV. On estime alors a partir du rapport de la largeur de ssion sur la
largeur totale  f;0=( f;0 + n;0) ' 10% (ou encore a partir de barriere de ssion denie par (4.28)
estimee alors a 1 MeV) que la correction d'energie de couches pour le noyau compose est de l'ordre
de 50 MeV. Sur cet exemple on illustre donc le fait que la modelisation avec la simple barriere de
la cha^ne isotopique de desexcitation ne fonctionne pas car les valeurs des corrections d'eets de
couches associees sont trop grandes pour e^tre realistes.
Parmi les autres pistes d'investigation possibles on peut s'interesser a l'adjonction d'une
barriere isomerique a la simple barriere de potentiel. Les etats isomeriques associes, de formes
tres dierentes de la forme du noyau dans l'etat fondamental, presentent une certaine stabilite qui
se traduit par une augmentation de la duree de vie du noyau et donc de son temps de ssion moyen.
De ce fait, l'existence d'un puits de potentiel isomerique, voir partie 1.1.2, peut e^tre un element
d'explication des temps de ssion longs. Dans le chapitre 5, on reprend donc l'etude des me^mes
modeles academiques que dans ce chapitre 4 en considerant une double barriere de potentiel.
Chapitre 5
Noyau super-lourd et double barriere de
ssion
Le but de ce chapitre consite a regarder si un potentiel avec une structure isomerique permet
d'expliquer les mesures realisees au GANIL par blocage cristallin. On ne conna^t pas la forme
de la barriere de noyaux super-lourds. Cependant, le choix de la double barriere est motive par
l'analogie que l'on peut faire avec la double barriere des actinides. De plus, certaines etudes
predisent l'existence de cette double barriere pour les noyaux super-lourds [27], voir partie 1.1.2.
On s'interesse donc aux observables qui sont dans ce cadre la probabilite de survie des residus de
ssion et le pourcentage d'evenements de temps de ssion superieur a 10 18s. On etudie aussi les
grandeurs physiques comme le temps de ssion moyen et la multiplicite de neutrons de prescission.
Dans ce chapitre on reutilise donc les me^mes modeles academiques que dans le chapitre 4 an
d'etudier les modications induites par la presence d'une barriere isomerique sur les grandeurs
physiques. Le potentiel V (q) presente donc une double barriere, voir gure 5.1.
V(q)
q
Selle (a)
Scission
Puits (b)
Puits (a)
Selle (b)
isomérique
isomérique
Figure 5.1: Le potentiel V (q) est constitue de deux puits de potentiel : le puits de potentiel (a)
de l'etat fondamental deja present dans l'etude du chapitre 4 et un puits de potentiel isomerique
(b). Comme dans le chapitre 4, la coordonnee collective q est associee a la deformation du noyau
compose. Les coordonnees collectives associees aux deux puits du potentiel V sont notees qgda et
qgdb et les coordonnees collectives qui correspondent aux deux selles du potentiel sont denommees
qsda et qsdb. De plus, le point de scission, de coordonnee qs, est encore considere comme une frontiere
absorbante car, une fois ce point franchi, le noyau ne peut e^tre reforme.
Dans un premier temps on revient sur le modele academique ou la ssion thermique est le seul
mode de desexcitation an d'etudier l'inuence de la forme de la barriere isomerique sur le temps
de ssion moyen fiss et ainsi determiner la forme qui maximise les ecarts avec la simple barriere.
79
80 CHAPITRE 5. NOYAU SUPER-LOURD ET DOUBLE BARRIERE DE FISSION
Dans un second temps on reutilise le modele academique caracterisant la competition entre les
deux modes principaux de desexcitation, la ssion thermique et l'evaporation de neutrons, dans
le cas de gure ou la barriere de ssion Bf est consideree comme constante.
Dans un troisieme temps, on revient sur le modele academique incluant les corrections d'energie
de couches dans le traitement de la competition entre la ssion thermique et l'evaporation de
neutrons. On envisage alors deux variantes pour modeliser les corrections d'eets de couches : une
approche intuitive et la prescription d'Ignatyuk.
5.1 La ssion comme seule voie de desexcitation
5.1.1 Modelisation du probleme et probabilites d'existence
Dans le chapitre 4, on a mis en avant le fait que le temps de relaxation nucleaire peut e^tre
ecarte de l'etude de la fusion-ssion des noyaux super-lourds, voir partie 4.2. En eet, les noyaux
composes ainsi formes sont deja thermalises. Cependant dans cette partie, on conserve le temps de
relaxation nucleaire r an de determiner des relations de portee plus generale que le cas particulier
de la fusion-ssion des noyaux super-lourds.
Systeme d'equations
La probabilite d'existence du noyau compose P (t) est denie par P (t) = Pa(t) + Pb(t) avec
Pa(t) et Pb(t) les probabilites d'existence dans l'etat fondamental (a) et dans l'etat isomerique (b).
Pour calculer Pa(t) et Pb(t) on utilise le systeme d'equations (5.1) :
dPa(t)
dt
=   a!b(t)Pa(t) +  b!aPb(t);
dPb(t)
dt
=  a!b(t)Pa(t)  ( b!a +  b!ext)Pb(t): (5.1)
Les largeurs de transitions  b!a et  b!ext sont supposees constantes contrairement a  a!b(t) :
 a!b(t) = h(t  r) a!b; (5.2)
forme qui permet de prendre en compte de maniere simple le temps de relaxation nucleaire r
avec h la distribution de Heaviside et  a!b la largeur asymptotique associee au regime station-
naire. Par analogie avec la simple barriere on peut denir des expressions du temps de relaxation
nucleaire r valables dans les cas particuliers des regimes sur-amorti =(2!gd) >> 1 et sous-
amorti =(2!gd) << 1. On utilise alors l'equation (4.9) avec cette fois-ci Ba!b la hauteur de la
premiere barriere de l'energie potentielle pour aller de l'etat fondamental metastable (a) vers l'etat
isomerique (b). Dans la suite de ce chapitre, on considere que !gd = !sd = !.
Probabilites d'existence
Avec les conditions initiales Pa(0) = 1, Pb(0) = 0, (5.1) et (5.2) on a 8t 2 [0; r] : Pa(t) = 1,
Pb(t) = 0. Pour resoudre le probleme on utilise la correspondance biunivoque entre la transformee
de Laplace ~Pi et la probabilite de presence Pi(t), avec i fa; bg, de chaque isotope de la cha^ne de
desexcitation. De ce fait, en utilisant la transformee de Laplace, on trouve ~Pa et ~Pb. Finalement,
avec la transformee de Laplace inverse on obtient :
Pa(t) = 1 + h(t  r)
h
e 

2
(t r)

cosh
h
2
(t  r)
i
  

sinh
h
2
(t  r)
i
  1
i
; (5.3)
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Pb(t) =
2

h(t  r) a!be 

2
(t r)sinh
h
2
(t  r)
i
; (5.4)
avec
 =
p
2   4 a!b b!ext,  =  a!b +  b!a +  b!ext et  =  a!b    b!a    b!ext.
Dans le cas particulier de la fusion-ssion des noyaux super-lourds, on peut considerer que
SHEr ' 0 d'ou :
Pa(t) = e
  
2
t

cosh
h
2
t
i
  

sinh
h
2
t
i
; (5.5)
Pb(t) =
2

 a!be 

2
tsinh
h
2
t
i
: (5.6)
A partir des probabilites d'existence, c'est-a-dire des populations, on peut alors acceder au
temps de ssion moyen fiss.
5.1.2 Temps de ssion moyen
Estimation du temps de ssion moyen fiss pour la double barriere
La probabilite d'existence du noyau compose, depuis la coordonnee initiale qi jusqu'au point
selle qsdb est denie par P (t; qsdb; qi) = Pa(t; qsda; qi)+Pb(t; qsdb; qsda), avec Pa et Pb respectivement
les probabilites de presence dans le puits a et dans le puits b. Par analogie avec (4.6) le temps de
ssion peut e^tre deni par :
fiss =MFPT [qi ! qs] = NLRT [qi ! qsdb] + sdb!s; (5.7)
avec sdb!s le temps du point selle qsdb au point de scission qs. En outre, a partir de (4.7), (5.3) et
(5.4) on aboutit a
NLRT [qi ! qsdb] = r + 1
 b!ext

1 +
 b!a +  b!ext
 a!b

: (5.8)
Ensuite avec (5.7) on trouve :
fiss = r +
1
 b!ext

1 +
 b!a +  b!ext
 a!b

+ sdb!s: (5.9)
Dans le cas particulier de la fusion-ssion des noyaux super-lourds, on peut ecarter le temps
de relaxa- tion nucleaire r. Le domaine de validite de cette equation (5.9) correspond a une
temperature T plus petite que les barrieres Ba!b, Bb!a et Bb!ext ainsi qu'une friction moyenne ou
importante. En eet, dans ce cadre, les dierentes largeurs correspondent a des largeurs de type
Kramers, voir partie 4.2.
La dierence de temps de ssion moyen la plus grande entre la barriere double et la barriere
simple est obtenue pour le cas particulier ou toutes les barrieres sont identiques d'ou :
Ba!b = Bb!a = Bb!ext ,  a!b =  b!a =  b!ext: (5.10)
La double barriere de potentiel est dans ce cas symetrique et correspond au potentiel 2.a de la
gure 5.2. Pour tous les autres potentiels de cette me^me gure 5.2 cette dierence est moindre, le
rapport (5.11) est compris entre 1 et 3. En eet, en considerant les dierentes formules denissant
fiss et NLRT pour la simple et la double barriere, on peut ecrire les encadrements suivants :
1  fiss(double)
fiss(simple)
 NLRT (double)
NLRT (simple)
 NLRT (double (2:a))
NLRT (simple)
 3; (5.11)
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avec par hypothese SHEr ' 0 et des temps de descente identiques pour les cas double et simple
barriere donc sd!s = sdb!s. De plus, fiss(double), fiss(simple), NLRT (double), NLRT (simple)
sont denis respectivement par les equations (5.9), (4.11), (5.8) et (4.9). La borne superieure 3 du
rapport (5.11) est obtenue a la limite sd!s = sdb!s ! 0.
2.a
q qgda
V T
2.b q qgda
V T
2.c
q qgda
V T
2.d
q qgda
V T
2.e
q qgda
V T
2.f q qgda
V T
2.g
q qgda
V T
2.h
q qgda
V T
Figure 5.2: Dierents types de barrieres isomeriques. En particulier, on remarque la double
barriere symetrique (2.a) qui maximise les dierences entre la double barriere et la simple barriere
de potentiel.
De maniere generale, il y a maximisation des eets entre la simple et la double barriere quand
les puits et les selles du potentiel sont symetriques. Ce constat reste vrai pour un nombre variable
de barrieres de potentiel comme par exemple la triple barriere de potentiel. Par la me^me methode
que celle utilisee avec la double barriere, on peut montrer que le rapport maximal du temps de
ssion moyen fiss de la triple barriere symetrique par la simple barriere est de 6. Dans toutes les
autres barrieres triples, ce rapport est inferieur. On a alors, dans les me^mes conditions que prece-
demment, l'encadrement suivant :
1  fiss(triple)
fiss(simple)
 6; (5.12)
Dans le cas de la fusion-ssion des noyaux super-lourds, avec les valeurs usuelles =(2!) = 1:5
et T=B = 0:5, on a NLRT [qi ! qsd] = 3= Kf ' 3:10 20s. De ce fait, le temps de descente du point
selle qsdb associe a l'etat isomerique jusqu'au point de scission qs (me^me s'il peut e^tre grand dans
le cas des noyaux super-lourds) ne permet pas a lui seul de comprendre l'existence de temps de
ssion de l'ordre de 10 18s. Les doubles barrieres (ou me^mes les triples car pour la triple barriere
symetrique NLRT [qi ! qsd] = 6= Kf ' 6:10 20s) ne permettent donc pas de comprendre dans
le cadre de la ssion comme seule source de desexcitation les temps de ssion determines au
GANIL par blocage cristallin. Il faut donc imperativement tenir compte de la competition avec
l'evaporation de neutrons.
Dans la gamme d'energie d'excitation envisagee (E0  100 MeV pour le noyau compose super-
lourd), on peut maintenant etudier l'inuence des deux principaux processus de desexcitation :
l'evaporation de neutrons sur la dynamique de desexcitation du systeme. De plus, an de maximiser
les dierences entre la double et la simple barriere, on etudie donc dans la majeure partie de la
suite du chapitre une double barriere symetrique du type 2.a de la gure 5.2.
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5.2 Desexcitation par ssion et evaporation de neutrons
5.2.1 Modelisation du probleme et populations
Modelisation du probleme et exemples academiques etudies
Figure 5.3: Exemple de la double barriere de ssion. L'etat fondamental est associe au puits
(a) et le puits isomerique correspond au puits (b). Les neutons de prescission et de postscission
desexcitent le systeme respectivement avant et apres le point de scission. Dans cette etude on
s'interesse uniquement a la competition entre la sssion thermique et la desexcitation due aux
neutrons de prescission. Le potentiel V est une fonction de la variable collective q representant la
deformation du noyau. Figure adaptee de la reference [7].
Dans cette partie du chapitre, on etudie l'evolution dynamique du noyau compose quand il y a
competition entre la ssion thermique et l'evaporation de neutrons. Par analogie avec le chapitre
4, on envisage l'existence d'une cha^ne d'isotopes qui emettent successivement un neutron avant
la ssion eventuelle du dernier des isotopes de la cha^ne. An d'etudier l'inuence de la forme de
la barriere de ssion sur la dynamique, on considere une double barriere de ssion. On considere
que la barriere d'evaporation de neutron ne varie pas et quelle est independante de l'isotope. An
d'acceder aux grandeurs physiques, on suppose dans un premier temps que la barriere de ssion est
constante avant de prendre en compte dans un deuxieme temps les corrections d'eets de couches.
An de comparer les cas simple et double barrieres, les conditions initiales sont les me^mes
que pour la simple barriere, voir partie 4.3.2. Les seuls changements concernent les conditions
initiales sur les populations. Pour la simple barriere de ssion : P0(t = 0) = 1 et Ps(t = 0) = 0
avec 0 < s  smax. Pour la double barriere de ssion : P0(t = 0) = P0b(t = 0)+P0a(t = 0) = 1 avec
P0a(t = 0) = 1, P0b(t = 0) = Ps(t = 0) = 0 avec 0 < s  smax, car on suppose que, contrairement
a l'etat fondamental (a), l'etat isomerique (b) du noyau compose n'est pas initialement peuple.
Populations, equations de Bateman et transformee de Laplace
Les populations correspondent a la repartition des isotopes en fonction du temps. Pour la
double barriere, la population de l'isotope i est maintenant Pi(t) = Pia(t) + Pib(t), avec Pia et Pib
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respectivement la population de l'etat fondamental (a) et la population de l'etat isomerique (b)
associees a l'isotope i. En outre, on suppose que  n;ia =  n;ib =  n;i. La population totale est alors
P (t) = Pdouble(t) =
smaxX
i=0
Pi(t): (5.13)
Pour calculer P0a(t) et P0b(t) on utilise les equations de Bateman
dP0a(t)
dt
=  ( a!b;0 +  n;0)P0a(t) +  b!a;0P0b(t);
dP0b(t)
dt
=  a!b;0P0a(t)  ( b!a;0 +  f;0 +  n;0)P0b(t); (5.14)
et pour calculer Pia(t) et Pib(t) on s'appuie sur
dPia(t)
dt
=  n;i 1Pi 1a(t) +  b!a;iPib(t)  ( a!b;i +  n;i)Pia(t);
dPib(t)
dt
=  n;i 1Pi 1b(t) +  a!b;iPia(t)  ( b!a;i +  f;i +  n;i)Pib(t): (5.15)
Enn, pour la population du dernier isotope  n;smax = 0 car ce dernier ne peut plus evaporer de
neutron et sa ssion est possible uniquement si Bn > Bf .
dPsmaxa
dt
=  n;smax 1Psmax 1a +  b!a;smaxPsmaxb    a!b;smaxPsmaxa
dPsmaxb
dt
=  n;smax 1Psmax 1b +  a!b;smaxPsmaxa   ( b!a;smax +  f;smax +  n;smax)Psmaxb si Bn > Bf
dPsmaxb
dt
=  n;smax 1Psmax 1b +  a!b;smaxPsmaxa   ( b!a;smax +  n;smax)Psmaxb si Bn < Bf : (5.16)
Pour transformer le systeme d'equations dierentielles en systeme d'equations algebriques et ainsi
determiner les populations des dierents isotopes de la cascade, on se base sur la theorie de la
transformee de Laplace.
5.2.2 Calcul exact des populations
En utilisant les transformees de Laplace on peut alors obtenir, a partir des equation de Bate-
man, ~Pia et ~Pib avec 0  i  smax. Dans la suite ce chapitre on utilise pour simplier l'ecriture
des dierentes formules analytiques les largeurs intermediaires  ia et  ib. Les denitions de ces
largeurs sont :  ia =  a!b;i +  n;i et  ib =  b!a;i +  n;i +  f;i.
Populations du noyau compose, premier des isotopes : s = 0
En utilisant la transformee de Laplace inverse avec P0a(0) = 1 et P0b(0) = 0, car on considere
que le noyau compose super-lourd est initialement dans le puits de l'etat fondamental (a), on a :
P0a(t) = e
 ( 0a+ 0b) t2

cosh( 0
t
2
) +
 0b    0a
 0
sinh( 0
t
2
)

;
P0b(t) = 2e
 ( 0a+ 0b) t2  a!b;0
 0
sinh( 0
t
2
); (5.17)
avec  0 =
p
( 0a    0b)2 + 4 a!b;0 b!a;0 > 0 qui est le determinant du polyno^me suivant
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(s+  0a)(s+  0b)   a!b;0 b!a;0 = s2 + ( 0a +  0b)s+  0a 0b    a!b;0 b!a;0: (5.18)
Les racines de ce polyno^me verient 02 < 01 < 0 et peuvent s'ecrire :
01 =
 ( 0a +  0b) +  0
2
02 =
 ( 0a +  0b)   0
2
: (5.19)
On peut alors exprimer P0a(t) et P0b(t) sous une forme plus generale, pour les me^mes conditions
initiales (P0a(0) = 1 et P0b(0) = 0) avec o;a(0j) =  0b + 0j et o;b(0j) =  a!b;0 :
P0a(t) = e
01t
 0b + 01
(01   02) + e
02t
 0b + 02
(02   01) =
2X
j=1;j 6=k
e0jt
o;a(0j)
(0j   0k) ; (5.20)
P0b(t) = e
01t
 a!b;0
(01   02) + e
02t
 a!b;0
(02   01) =
2X
j=1;j 6=k
e0jt
o;b(0j)
(0j   0k) : (5.21)
Populations des isotopes tels que 0 < s < smax
Pour determiner les autres populations Psa(t) et Psb(t), 0 < s < smax, on utilise le polyno^me
(s+  ia)(s+  ib)   a!b;i b!a;i = s2 + ( ia +  ib)s+  ia ib    a!b;i b!a;i; (5.22)
dont les racines i1 et i2, veriant i2 < i1 < 0, ainsi que le determinant associe  i sont :
i1 =
 ( ia +  ib) +  i
2
; i2 =
 ( ia +  ib)   i
2
et  i =
q
( ia    ib)2 + 4 a!b;i b!a;i > 0:
(5.23)
A partir des transformees de Laplace ~Psa et ~Psb que l'on determine par recurrence, on applique
les transformees de Laplace inverses pour acceder aux populations Psa(t) et Psb(t).
En particulier, on utilise des termes intermediaires s;a(ij) et s;b(ij) qui sont eux aussi etablis
par recurrence a partir les conditions initiales P0a(0) = 1, P0b(0) = 0 et Psa(0) = Psb(0) = 0
avec 0 < s < smax. A partir de 0;a(ij) = ij +  0b et 0;b(ij) =  a!b;0 on determine alors
s;a(ij) = (ij+ sb)s 1;a(ij)+ b!a;ss 1;b(ij) et s;b(ij) = (ij+ sa)s 1;b(ij)+ a!b;ss 1;a(ij).
Apres calculs, on trouve que les populations sont
Psa(t) = s
sX
i=0
2X
j=1
eijt
s;a(ij)
 sij
et Psb(t) = s
sX
i=0
2X
j=1
eijt
s;b(ij)
 sij
; (5.24)
avec : s =
s 1Y
i=0
 n;i  
s
ij =
sY
l=0
2Y
k=1
(ij   lk)ij 6=lk;
s;a(ij) = (ij +  sb)s 1;a(ij) +  b!a;ss 1;b(ij);
s;b(ij) = (ij +  sa)s 1;b(ij) +  a!b;ss 1;a(ij): (5.25)
Les conditions initiales pour le noyau compose imposent 0;a(ij) =  0b+ij et 0;b(ij) =  a!b;0.
 sij est le produit de toutes les combinaisons possibles des termes (ij   lk), compatibles avec
0  l  s, k f1; 2g et ij 6= lk, avec i et j xes.
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Par exemple, avec s = 1 on obtient :
P1a(t) =  n;0
e01t1;a(01)
(01   02)(01   11)(01   12) +  n;0
e02t1;a(02)
(02   01)(02   11)(02   12)
+  n;0
e11t1;a(11)
(11   01)(11   02)(11   12) +  n;0
e12t1;a(12)
(12   01)(12   02)(12   11) (5.26)
P1b(t) =  n;0
e01t1;b(01)
(01   02)(01   11)(01   12) +  n;0
e02t1;b(02)
(02   01)(02   11)(02   12)
+  n;0
e11t1;b(11)
(11   01)(11   02)(11   12) +  n;0
e12t1;b(12)
(12   01)(12   02)(12   11) ;(5.27)
avec 1;a(ij) = (ij + 1b)0;a(ij)+ b!a;10;b(ij) et 1;b(ij) = (ij + 1a)0;b(ij)+ a!b;10;a(ij).
Les autres populations sont determinees successivement en utilisant la me^me methode jusqu'a la
population de l'avant-dernier isotope Psmax 1(t). Pour cet avant-dernier isotope (5.24) est utilisable
uniquement si Bf < E

smax 1. Dans le cas contraire il faut, par une methode analogue, determiner
la formule analytique de Psmax 1(t) avec comme contrainte  f;smax 1 = 0 et en deduire la nouvelle
expression de Psmax(t).
Dans la suite de ce chapitre, on considere pour la double barriere de potentiel de ssion le
cas ou les deux barrieres de potentiel sont de me^me hauteur an de maximiser les eets par
rapport a la simple barriere, notamment sur le temps de ssion moyen fiss, comme cela a deja
ete evoque dans le chapitre 4. Le potentiel correspondant est donc le potentiel 2.a de la gure 5.2
Par hypothese, pour chaque isotope, les hauteurs de barriere de potentiel de l'etat fondamental
(a) et de l'etat isomerique (b) sont egales. 0n a donc
Bf;s = Ba!b;s = Bb!a;s ,  f;s =  a!b;s =  b!a;s: (5.28)
De ce fait les largeurs  sa et  sb s'ecrivent pour toute la suite de ce chapitre :  sa =  f;s +  n;s
et  sb = 2 f;s +  n;s.
Populations du dernier isotope de la cha^ne : s = smax
Dans le cas de la double barriere symetrique et avec les conditions initiales Psmaxa(0) = 0,
Psmaxb(0) = 0 on aboutit pour Bf < E

smax 1 et quand le dernier isotope de la cha^ne peut
ssionner, c'est-a-dire pour Bf < Bn ou E

smax > Bf , aux populations suivantes :
Psmaxa(t) = smax
smax 1X
i=0
2X
j=1
"

 (ij)
smax 1;a
 smax 1ij
 
eijt   e  3+
p
5
2
 f;smax t
ij +
3+
p
5
2
 f;smax
!
+

+(ij)
smax 1;a
 smax 1ij
 
eijt   e  3 
p
5
2
 f;smax t
ij +
3 p5
2
 f;smax
!#
;
(5.29)
Psmaxb(t) = smax
smax 1X
i=0
2X
j=1
"

 (ij)
smax 1;b
 smax 1ij
 
eijt   e  3+
p
5
2
 f;smax t
ij +
3+
p
5
2
 f;smax
!
+

+(ij)
smax 1;b
 smax 1ij
 
eijt   e  3 
p
5
2
 f;smax t
ij +
3 p5
2
 f;smax
!#
;
(5.30)
avec  (ij)s;a =
(5 p5)
10
s;a(ij)  1p
5
s;b(ij) 
+(ij)
s;a =
(5 +
p
5)
10
s;a(ij) +
1p
5
s;b(ij); (5.31)

 (ij)
s;b =
(5 +
p
5)
10
s;b(ij)  1p
5
s;a(ij) 
+(ij)
s;b =
(5 p5)
10
s;b(ij) +
1p
5
s;a(ij): (5.32)
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Au contraire, pour Esmax 1 > Bf  Bn ou Esmax < Bf , c'est a dire quand le dernier isotope de la
cha^ne ne peut plus ssionner les populations deviennent
Psmaxa(t) = smax
smax 1X
i=0
2X
j=1
smax 1;a(ij)
 smax 1ij

eijt   1
ij

;
Psmaxb(t) = smax
smax 1X
i=0
2X
j=1
smax 1;b(ij)
 smax 1ij

eijt   1
ij

: (5.33)
Cas du noyau compose d'energie d'excitation E0 = 70 MeV
Pour un noyau compose possedant une energie d'excitation E0 = 70 MeV , voir gure 5.4, le
nombre de neutrons de prescission est smax = 8, il y a donc huit autres isotopes successifs dans la
cascade de desintegration. P0(t) s'exprime avec (5.20) et (5.21).
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Figure 5.4: Exemple des populations partielles et totales pour la simple et la double barriere
de potentiel (a+b), (a) et (b). Pour la simple barriere de potentiel P0(t = 0) = 1, et Ps(t) = 0,
0  s  smax avec smax = 8, pour la double barriere de potentiel P0a(t = 0) = 1 et P0b(t = 0) = 0.
E0 = 70MeV , ~! = 1MeV , =(2!) = 0:66, A0 = 308 et ai = Ai=10. Bn = Bf = 6MeV donc
 f;8 = 0 car dans ce cas le dernier isotope ne ssionne pas, ce qui implique l'apparition d'un palier.
P1(t) est denie gra^ce a (5.26) et (5.27). Les autres populations P2(t), P3(t); P4(t); P5(t); P6(t)
et P7(t) sont determinees successivement en utilisant la me^me methode. L'expression de P7(t)
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n'est applicable directement que si Bf < E

7 . Comme P8(t) est determinee a partir de P7(t),
cette contrainte sur la barriere de ssion Bf s'applique aussi au dernier isotope. Pour nir, quand
Bf < Bn ou E

8 > Bf , la population du dernier isotope de la cha^ne P8(t) est obtenue a partir
de (5.29), (5.32), (5.30) et (5.32). Au contraire, quand Bf  Bn ou E8 < Bf , la population de ce
dernier isotope est obtenue avec (5.33).
Sur les deux graphiques superieurs de la gure 5.4, on remarque que la decroissance de la
population totale est moins importante pour la double barriere (a+b) que pour la simple barriere,
a cause de la presence de la barriere isomerique (b). Les populations sont de ce fait plus importantes
avec la double barriere.
Dans les deux graphiques inferieurs de cette me^me gure, on visualise, avec les conditions
initiales choisies, la decroissance des populations dans l'etat fondamental au prot de l'etat
isomerique (b). En eet, une partie des populations de l'etat fondamental (a) se retouve dans
le puits isomerique (b), l'autre partie ayant subi le processus de ssion.
5.2.3 Eets de la barriere isomerique sur les grandeurs physiques
Taux de ssion fiss et temps de ssion moyen fiss
Par analogie avec le taux de ssion de la simple barriere, deni equation (4.23), on peut
determiner le taux de ssion pour la double barriere (a+ b) et d'autre part le taux de fuite associe
uniquement a la barriere de l'etat fondamental (a) :

(a+b)
fiss =  
1
P (t)
dP (t)
dt
=
smaxX
s=0
 f;sPsb(t)
P (t)

(a)
fuite =  
1
Pa(t)
dPa(t)
dt
=
smaxX
s=0
 f;s(Psa(t)  Psb(t))
Pa(t)
;
(5.34)
avec P (t) la population totale associee a la double barriere (a + b), Pa(t) la population totale
specique de la barriere (a) et Psa(t) ainsi que Psb(t) les populations de l'isotope s associees
respectivement a l'etat fondamental (a) et a la barriere isomerique (b).
Le graphique superieur gauche de la gure 5.5 represente le taux de ssion fiss(t) comme
fonction du temps t pour la simple barriere, avec P0(t = 0) = 1. Le taux de ssion 
(a+b)
fiss (t) pour
la double barriere (a+b) ainsi que taux de fuite 
(a)
fuite(t) specique de la barriere (a) sont aussi
des fonctions du temps t, avec P0a(t = 0) = 1. On remarque que le taux de ssion de la simple
barriere est pratiquement confondu avec le taux de fuite 
(a)
fuite, specique de l'etat fondamental
(a). Ces deux taux sont des fonctions monotones decroissantes du temps alors que 
(a+b)
fiss est une
fonction croissante puis decroissante du temps. Cette evolution temporelle specique de 
(a+b)
fiss
peut se comprendre en superposant les evolutions de (a) et (b). En eet, a un instant t, comme on
peut le voir gure 5.4, l'etat isomerique (b) n'est pas peuple a t = 0, ses populations augmentent
donc avec le temps, contrairement aux populations de l'etat fondamental (a).
De plus, jusqu'a typiquement 10 19s, l'augmentation des populations de (b) est plus rapide
que la decroissance des populations de (a). En outre, on constate que 
(a+b)
fiss est toujours inferieur
aux deux autres taux, surtout dans la partie croissante jusqu'a 10 19s.
Les temps de ssion moyens fiss de la simple et de la double barriere, sont estimes a partir de
(4.24) en utilisant pour P (t) respectivement la population totale Psimple(t) et la population totale
Pdouble(t).
Avec le graphique de la partie superieure de la gure 5.5, on constate que la valeur du temps
de ssion moyen fiss = 10
 18s, valeur type des mesures eectuees au GANIL avec la technique
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du blocage cristallin, est obtenue pour Bf = 4MeV avec la simple barriere et pour Bf = 3MeV
avec la double barriere.
En outre, pour Bf = 0 MeV , on peut montrer que l'on retrouve le cas de la ssion pure
caracterisee par le facteur 3 du rapport (fiss double)=(fiss simple), voir equation (5.11). Pour
les autres valeurs de Bf il y a competition entre la ssion et l'evaporation de neutrons. On retrouve
alors le constat deja evoque pour la simple barriere Bf=Bn ' 1. pour Bf < Bn on retrouve une
ssion dominante, contrairement a Bf > Bn ou l'evaporation de neutrons predomine.
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Figure 5.5: Taux de ssion fiss et temps de ssion moyen fiss pour la double et la simple
barriere, multiplicite de neutrons de prescission N et nombre d'evenements normalise P (tfiss >
10 18s) comme fonctions de Bf sauf pour le taux de ssion pour lequel Bf = 6 MeV. E0 = 70MeV ,
Bn = 6MeV , smax = 8, ~! = 1MeV , =(2!) = 0:66, A0 = 308 et ai = Ai=10. Pour la simple
barriere P0(t = 0) = 1 et pour la double barriere P0a(t = 0) = 1.
Multiplicite de neutrons de prescission et nombre d'evenements normalises
Par analogie avec les equations (4.25) et (4.26) relatives a la simple barriere on a
dP (t)
dt
=
dPdouble(t)
dt
=
smaxX
s=0
dPs(t)
dt
=  
smaxX
s=0
 f;sPsb(t); (5.35)
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alors 1   P (+1) = Psmaxs=0 psb avec psb = R +10  f;sPsb(t)dt. La multiplicite de neutrons de
prescission est donc
Ndouble =
Psmax
s=0 s:psb
1  P (+1) =
Psmax
s=0 s:psbPsmax
s=0 psb
: (5.36)
En outre, dans le cas de la double barriere, le nombre d'evenements normalises plus longs que
10 18s est obtenu a partir de la denition de la simple barriere (4.27) en utilisant la population
totale P (t) = Pdouble(t) au lieu de P (t) = Psimple(t).
Avec les deux graphes de la partie inferieure de la gure 5.5, les 10% d'evenements normalises
superieurs a 10 18s mesures au GANIL sont obtenus pour la simple barriere avec Bf = 3:5MeV
et pour la double barriere avec Bf = 2:5MeV . Les multiplicites de neutrons correspondantes a
ces valeurs de Bf , dierentes suivant les types de barriere envisages, sont alors Nsimple = 3:5 et
Ndouble = 4:2.
Ce choix de la barriere de ssion constante pour la double barriere de potentiel permet de
comprendre la forte competition entre les deux canaux de desexcitation tout au long de la cha^ne.
Cependant, on rappelle que ce choix est arbitraire car une barriere de ssion constante n'a pas de
realite physique.
Apres cette etude du modele academique, avec l'hypothese arbitraire de barriere de ssion
constante incluant la barriere isomerique, nous regardons dans la partie suivante les modications
induites sur les grandeurs physiques par cette barriere isomerique avec cette fois les corrections
d'eets de couches.
5.3 Prise en compte des corrections d'eets de couches
Les corrections d'eets de couches sont mal connues pour les noyaux super-lourds. Dans le
modele academique envisage, on considere que les correctionc d'eets de couches jEshellji sont
les me^mes pour tous les isotopes de la cha^ne de desexcitation. An d'etudier ces corrections
d'eets de couches on procede alors comme dans le chapitre 4 en utilisant aussi deux variantes.
On envisage tout d'abord une approche intuitive simple et ensuite la prescription d'Ignatyuk
[92] pour exprimer le lien entre les corrections d'eets de couches et les energies d'excitation des
dierents isotopes.
5.3.1 Premiere approche intuitive pour les eets de couches
Comme on l'a deja evoque partie 1.1.3, les corrections d'eets de couches sont a l'origine de
la stabilite des noyaux super-lourds. Dans cette section, on reprend l'etude realisee partie 4.4.1
pour tenir compte des corrections d'eets de couches sur la barriere double barriere symetrique
pour laquelle les dierences avec la simple barriere sont maximisees. En particulier, on utilise a
nouveau la modelisation intuitive de la barriere de ssion par BSHEf;i ' jEshellji e Ei =Ed , avec Ed
un parametre libre xe a 18.5 MeV.
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Figure 5.6: Exemple des populations partielles et totales pour la simple et la double barriere
de potentiel (a+b), (a) et (b) comme fonctions du temps t. Pour la simple barriere de potentiel
P0(t = 0) = 1, et Ps(t) = 0, 0  s  smax avec smax = 8, pour la double barriere de potentiel
P0a(t = 0) = 1 et P0b(t = 0) = 0. E

0 = 70MeV , ~! = 1MeV , =(2!) = 0:66, A0 = 308 et
ai = Ai=10. Bn = Bf = 6MeV donc  f;8 = 0 car dans ce cas le dernier isotope ne ssionne pas, ce
qui implique l'apparition d'un palier. Par analogie, on conserve donc les me^mes parametres que
dans la gure 5.4 sauf pour les corrections d'energie de couches prise egales a jEshellj = 10 MeV.
Figure 5.6 on observe une decroissance plus rapide qu'avec le modele avec barriere de ssion
constante sur toute la cascade. Il subsiste une probabilite de survie du noyau super-lourd car la
ssion est le canal de desexcitation devant l'evaporation de neutrons.
En accord avec les conditions initiales, l'etat isomerique (b) n'est pas peuple initialement, con-
trairement a l'etat fondamental (a). D'autre part, la probabilite de survie n'est pas rigoureusement
nulle, il reste une faible probabilite residuelle.
Les valeurs des grandeurs physiques obtenues avec la presente modelisation dans le cas de la
double barriere, me^me si elles sont superieures a celles obtenues avec la simple barriere, restent
inferieures aux mesures eectuees au GANIL, voir gure 5.7.
Dans le graphique superieur gauche de la gure 5.7 on constate que le taux de ssion est plus
eleve et que sa decroissance est anticipee par rapport au cas de la barriere de ssion constante,
voir gure 5.5.
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Figure 5.7: Taux de ssion fiss et temps de ssion moyen fiss pour la double et la simple
barriere, multiplicite de neutrons de prescission N ainsi que le nombre normalise d'evenements
P (tfiss > 10
 18s) comme fonctions de jEshellj sauf pour le taux de ssion ou jEshellj = 8 MeV.
E0 = 70 MeV, Bn = 6 MeV, smax = 8, ~! = 1MeV , =(2!) = 0:66, A0 = 308 et ai = Ai=10.
Pour la simple barriere P0(t = 0) = 1 et pour la double barriere P0a(t = 0) = 1.
Figure 5.7 on retrouve les me^mes comportements des parametres energie d'excitation Ei que
pour la simple barriere et la double barriere avec le choix arbitraire de barriere de ssion constante
pour tous les isotopes de la cascade de desexcitation.
Comme avec la simple barriere de potentiel, on peut regarder l'inuence des corrections d'eets
de couches en utilisant la prescription d'Ignatyuk.
5.3.2 Traitement de type Ignatyuk des eets de couches
Dans cette section on reprend le me^me cadre d'etude que dans la partie 4.4.2.
Figure 5.8 on constate avec la prescription d'Ignatyuk une decroissance de la population totale
et des populations en fonction du temps encore plus rapide que dans les autres modelisations
envisagees. Ceci est en accord avec le fait que dans ce cas de gure la competition entre ssion
thermique et evaporation de neutrons est moins forte car la ssion predomine. De ce fait, seules
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les populations des premiers isotopes ont des valeurs signicatives. La cha^ne de desexcitation
isotopique n'est donc pas en moyenne parcourue integralement avant ssion.
On remarque egalement que l'on gagne un ordre de grandeur pour la duree de vie de la cha^ne
de desexcitation isotopique entre la simple barriere et la double barriere. De plus, on retouve le
fait que l'etat isomerique (b) n'est pas peuple initialement, contrairement a l'etat fondamental
(a). D'autre part, la probabilite de survie Psurv est nulle, ce qui est en accord avec les mesures
eectuees au GANIL par blocage cristallin.
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Figure 5.8: Exemple des populations partielles et totales pour la simple et la double barriere
de potentiel (a+b), (a) et (b) comme fonctions du temps t. Pour la simple barriere de potentiel
P0(t = 0) = 1, et Ps(t) = 0, 0  s  smax avec smax = 8, pour la double barriere de potentiel
P0a(t = 0) = 1 et P0b(t = 0) = 0. Par analogie, on conserve les me^mes parametres que dans la
gure 5.6. En particulier les corrections d'energie de couches sont estimees a jEshellj = 10 MeV.
Avec les hypotheses d'etude choisies, dans la plage de valeurs de jEshellj envisagee, les
grandeurs physiques issues de la prescription d'Ignatyuk sont inferieures aux resultats des mesures
eectuees au GANIL, voir gure 5.9.
La ssion etant le mode de desexcitation dominant, la cha^ne de desexcitation isotopique
n'etant pas en moyenne parcourue integralement. Dans le graphique superieur gauche de la gure
5.9, pour le taux de ssion fiss en fonction du temps, les principales dierences entre simple
et double barriere se situent donc avant 10 19s. De ce fait, on peut constater sur le graphique
inferieur gauche que la multiplicite de neutrons de prescission N en fonction de jEshellj, me^me
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si elle est plus importante pour la double barriere, reste peut elevee et quasi constante N ' 1:5.
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Figure 5.9: Taux de ssion fiss et temps de ssion moyen fiss pour la double et la simple
barriere, multiplicite de neutrons de prescission N et nombre d'evenements normalises plus longs
que 10 18s P (tfiss > 10 18s) comme fonctions de jEshellj, selon la prescription d'Ignatyuk, sauf
pour le taux de ssion ou jEshellj = 8 MeV. E0 = 70MeV , Bn = 6MeV , smax = 8, ~! = 1MeV ,
=(2!) = 0:66, A0 = 308 et ai = Ai=10. Pour la simple barriere P0(t = 0) = 1 et pour la double
barriere P0a(t = 0) = 1. Par analogie avec la gure 5.7, on conserve les me^mes parametres.
Dans la gure superieure droite on remarque egalement une augmentation moderee du temps
de ssion moyen fiss en fonction de jEshellj dans le cas de la double barriere. En eet, fiss est
toujours inferieur au temps caracteristique 10 18s. De plus, pour jEshellj = 0 MeV, on retrouve
la valeur 3 du rapport (fiss   double)=(fiss   simple). Cependant, pour des valeurs de jEshellj
superieures a 0 les valeurs les plus elevees de ce me^me rapport ne sont pas assez importantes pour
pouvoir expliquer les resultats experimentaux.
Dans la presciption d'Ignatyuk, l'evaporation de neutrons est defavorisee par rapport a la
ssion. La competition entre les deux canaux de desexcitation du noyau compose est donc moin-
dre, le mode de desexcitation majoritaire etant la ssion. De plus P (tfiss  10 18s), le nombre
d'evenements normalises superieurs a 10 18s, est donc dans ce cas inferieur de plusieurs ordres de
grandeur au 10% du resultat experimental, voir le graphique inferieur droit de la gure 5.9.
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5.4 Conclusion
La presence d'une structure isomerique dans le potentiel augmente les valeurs des grandeurs
physiques. Cette augmentation est optimisee dans le cas de la double barriere symetrique, c'est-a-
dire quand le puits et la barriere isomeriques sont identiques au puits et a la barriere associes a
l'etat fondamental.
Dans le modele academique avec ssion thermique comme seul mode de desexcitation et dans
les autre modeles qui prennent en compte la competition entre la ssion thermique et l'evaporation
de neutrons, l'augmentation induite par la structure isomerique sur les grandeurs physiques n'est
pas assez importante pour permettre d'expliquer les valeurs des observables obtenues au GANIL
par blocage cristallin.
De maniere pragmatique, on peut se poser la question de la validite des resultats de mesures par
blocage cristallin pour Z = 120 et Z = 124. Cependant, des mesures recentes eectuees au GANIL
[93], se basant sur le phenomene de uorescence X associe a l'ionisation des couches electroniques
internes K et L [94, 95], conrment les valeurs obtenues pour Z = 120. Les conclusions de ces
nouveaux resutats sont generalisables au noyau Z = 124.
On arrive donc au constat suivant : la prescription d'Ignatyuk qui est adaptee pour les energies
d'excitation mises en jeu dans le cadre de la fusion-ssion froide ou de la fusion-ssion chaude, voir
partie 1.2.2, semble ne pas e^tre transposable a la fusion-ssion  ultra-chaude  mise en uvre
au GANIL.
96 CHAPITRE 5. NOYAU SUPER-LOURD ET DOUBLE BARRIERE DE FISSION
Conclusion de la Partie I
Dans le processus complet de fusion-ssion des noyaux super-lourds nous avons etudie chacune
de ces deux phases. Dans la phase de fusion, nous avons etudie plus particulierement la phase de
formation des noyaux super-lourds et dans la phase de survie nous nous sommes focalises sur la
desexcitation des noyaux quand il y a competition entre la ssion et l'evaporation de neutrons.
Il decoule de l'etude de la phase de formation des noyaux super-lourds que le traitement
markovien, utilise dans la majeure partie des travaux sur ce sujet, est une approximation trop
rude. En eet, les eets de memoire induisent de nombreux changements sur la diusion par-
dessus cette barriere de potentiel parabolique et de ce fait sur la dynamique de formation d'un
noyau super-lourd. Ces changements interviennent principalement sur deux niveaux.
D'une part, ils modient le comportement asymptotique du systeme en generant un abaisse-
ment de la viscosite, cet abaissement etant plus visible dans le regime critique. Pour les temps
longs, le comportement asymptotique avec eets de memoire et friction moderee est similaire au
comportement asymptotique markovien avec friction faible. Ceci implique une reduction de la
dissipation d'autant plus importante que le temps de relaxation est important.
D'autre part, phenomene nouveau par rapport au cas markovien, des oscillations peuvent
appara^tre dans une gamme intermediaire de temps de relaxation. Ce nouveau comportement
change grandement l'evolution dynamique de grandeurs physiques comme la variable collective,
la probabilite de formation et le courant de formation d'un noyau super-lourd.
Un traitement rigoureux de la formation des noyaux super-lourds doit donc inclure des eets
de memoire pour depasser le cadre markovien trop restrictif. En eet, ne pas considerer l'inuence
des eets de memoire sur la dynamique de fusion des noyaux super-lourds peut donc aboutir a
une analyse erronee du processus.
Pour l'etude de la desexcitation des noyaux super-lourds, nous nous sommes interesses a l'in-
terpretation des mesures realisees au GANIL par blocage cristallin pour les noyaux Z = 120 et
Z = 124. Les modelisations realisees avec une simple barriere de potentiel ne permettant pas de
comprendre ces resultats, nous avons etudie les modications induites par l'existence d'une struc-
ture isomerique de la barriere de potentiel sur la dynamique de desexcitation. Dans ce contexte,
nous nous sommes interesses a son inuence sur la distribution des temps de ssion des noyaux
super-lourds. Une approche de type Langevin n'etant pas envisageable dans ce cas de gure, une
methode alternative s'appuyant sur des equations de type Bateman a ete developpee.
L'existence d'une structure isomerique augmente de maniere signicative la valeur des temps de
ssion, cependant dans le cas des noyaux super-lourds elle ne permet pas d'expliquer les resultats
obtenus au GANIL par blocage cristallin. Par contre, ces travaux doivent pouvoir aussi e^tre ap-
pliques aux noyaux d'actinides, pour lesquels cette barriere isomerique doit induire une forte
augmentation des temps de ssion. En eet, pour ces noyaux, la contribution de la goutte liquide
a la barriere de ssion est importante.
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Partie II : Regles de somme et
interactions tensorielles de Skyrme
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Introduction de la Partie II
La physique nucleaire des basses energies s'etend de 100 keV a quelques MeV [10]. Comme on l'a
dela souligne dans l'introduction generale, dans cette gamme d'energie, les  briques elementaires 
de la matiere sont les nucleons, on peut alors parler de matiere nucleonique. En fonction de l'energie
disponible, les excitations de la matiere nucleaire prennent dierentes formes, voir la gure 2 de
l'introduction generale. Les comportements des nucleons sont alors individuels ou collectifs. Les
nucleons eux-me^mes peuvent e^tre excites, l'amplitude de ces modes collectifs etant variable. Par
exemple, les resonances geantes sont des modes collectifs de vibration des noyaux avec une faible
amplitude. Au contraire, comme on l'a evoque dans la partie I de cette these, la ssion est un
mode collectif de forte amplitude.
D'un point de vue tout a fait general, on constate une certaine universalite de la densite dans
les noyaux lourds. Comme point de depart pour un modele de comprehension de la cohesion
des noyaux on peut donc envisager le modele de la matiere nucleaire innie. Dans ce modele
on ne considere pas les eets de bord associes a la taille nie des noyaux. La matiere nucleaire
est donc un systeme ideal inni forme de nucleons en interaction. La densite a saturation de
0 = 0; 16nucleons:fm
 3 est associee a la portee nie de l'interaction nucleaire qui est de l'ordre
du fermi. Un nucleon ne peut donc pas exploiter toutes les liaisons nucleon-nucleon, il y a alors
limitation des interactions aux nucleons les plus proches [10]. Plus precisement, l'interaction forte
est attractive pour des distances entre nucleons de l'ordre du fermi et tres repulsive pour des
distances entre nucleons plus petites. Ce dernier aspect correspond au cur dur du potentiel
d'interaction nucleon-nucleon. En pratique, la matiere nucleaire a l'equilibre correspond au centre
des noyaux lourds. Pour un volume ni de matiere, le nombre de nucleons est alors proportionnel au
volume considere. De ce fait, on retrouve alors le comportement experimental des rayons nucleaires.
En outre, les dierentes grandeurs physiques du modele sont reliees par une equation d'etat (voir
la gure 1 de l'introduction generale).
Le regime nucleonique est le domaine dans lequel les degres de liberte subnucleoniques tels les
quarks, les gluons, les resonances hadroniques comme par exemple les pions et les kaons ne prennent
pas une place preponderante. Il n'y a pas de separation nette entre le domaine nucleonique et le
domaine hadronique. Cependant, on peut placer une frontiere au niveau du seuil de la production
de pions, correspondant a une energie incidente d'un nucleon sur une cible xe d'environ 290
Mev/A. Du point de vue des collisions nucleaires, le domaine associe correspond donc a 100-
200 Mev/A. On peut alors envisager l'etude des proprietes de la matiere hors equilibre. Pour les
energies mises en jeu, il sut de se placer dans le cadre de la dynamique non-relativiste me^me si
certains aspects ne peuvent e^tre deconnectes totalement du domaine relativiste.
La resolution exacte du probleme a A corps est impossible. On peut dans ce cas realiser l'etude
de la structure a l'echelle nucleaire avec les nucleons comme particules elementaires eectives car
ces structures ne sont en realite pas ponctuelles mais composees de quarks. Le caractere non
perturbatif de la Chromo-Dynamique Quantique pour les basses energies ne permet pas, a l'heure
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actuelle, de determiner l'interaction nucleon-nucleon directement a partir de l'interaction quark-
quark. On a donc recours a des interactions eectives. De plus, il n'existe pas de modelisation
generale pour l'interaction nucleon-nucleon pour l'ensemble du domaine envisage, mais plusieurs
modelisations valides dans des domaines d'energie particuliers. Par exemple, l'interaction eective
nucleon-nucleon peut e^tre modelisee gra^ce a des forces phenomenologiques de type Gogny ou de
type Skyrme.
Les dierentes modelisations s'appuyent le plus souvent sur des potentiels central et spin-
orbite. Le traitement du terme tensoriel est de ce fait ecarte me^me s'il permet une analyse plus
approfondie de l'interaction entre nucleons. Nous nous proposons dans ce chapitre de l'inclure
dans le cadre des reponses nucleaires.
En premier lieu, dans le chapitre 6 on procede a des rappels sur la matiere nucleaire, les forces
eectives de type Skyrme et on precise les axes d'etude ainsi que l'expression de la partie tensorielle
du potentiel de Skyrme. Ensuite, dans le chapitre 7 on rappelle, dans le cadre theorique general
de la theorie de la reponse lineaire, les principales caracteristiques de l'approximation Hartree-
Fock et de l'approximation des phases aleatoires (RPA). Enn, dans le chapitre 8, a partir des
denitions intrinseques des moments M
()
1 et M
()
3 on indique les principales etapes des calculs
qui permettent de determiner ces regles de somme : pour M
()
1 jusqu'au niveau tensoriel et pour
M
()
3 avec potentiel central uniquement.
Mots-cles :
Interaction eective nucleon-nucleon - Potentiel eectif de Skyrme - Regles de sommes - Developpement
asymptotique - Denitions intrinseques des moments
Chapitre 6
Interaction nucleon-nucleon et force de
Skyrme
L'interaction eective de type Skyrme est un exemple d'interaction phenomenologique nucleon-
nucleon a deux corps qui prend en compte les eets de milieu. Cette interaction, de portee nulle,
n'est pas valide sur l'ensemble du domaine des basses energies nucleaires. Plus precisement, le do-
maine de validite de cette force eective phenomenologique est deni pour une energie de faisceau
de l'ordre de 100-120 MeV=A et de faibles moments relatifs allant jusqu'a 2fm 1.
Dans un premier temps, nous presenterons brievement les proprietes de l'interaction nucleon-
nucleon, en particulier ses symetries et le passage de l'interaction nucleon-nucleon libre a l'inter-
action nucleon-nucleon eective.
Dans un deuxieme temps, nous examinerons le cas particulier de l'interaction phenomenologique
eective de type Skyrme avec potentiels central puis spin-orbite avant de preciser les axes d'etude
de la partie II et en particulier la partie tensorielle du potentiel.
6.1 Interaction nucleon-nucleon
6.1.1 Nature fermionique de la matiere nucleaire
De maniere generale, les noyaux, les nucleons ou les constituants plus elementaires comme
les quarks et les leptons sont des objets intrinsequement quantiques. Comme premiere approche,
on peut considerer la matiere nucleaire comme un gaz de Fermi. Le libre parcours moyen des
nucleons etant, a cause des correlations de Fermi en accord avec le principe de Pauli, grand devant
les distances caracteristiques, les nucleons sont alors consideres comme des nucleons independants.
Gra^ce au modele de Fermi, on retrouve alors les caracteristiques du modele de la goutte liquide
ainsi que les caracteristiques de la matiere nucleaire [2]. Par exemple, on retrouve la valeur typique
de la densite de la matiere nucleaire a saturation 0 avec la formule suivante :
0 =
g
62
mnvF
~
3
=
gk3F
62
; (6.1)
ou g est la degenerescence totale de spin et d'isospin, mn est la masse d'un nucleon, vF et F sont
respectivement la vitesse de Fermi et l'energie de Fermi. pF = ~kF = mnvF correspond a la norme
du moment de Fermi. Avec les valeurs usuelles des grandeurs F = 37MeV et mn = 935MeV:c
 2
on aboutit a vF = 0:28c. De plus, avec g = gS:g = 4 on obtient 0 = 0:16 nucleons:fm
 3.
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En outre, l'indiscernabilite des particules au niveau microscopique a comme consequence l'in-
troduction de deux types de particules, aux comportements statistiques tres dierents, les fermions
et les bosons [96]. Les bosons, de spin entier et veriant la statistique de Bose-Einstein ont un
comportement gregaire. On peut donc avoir un tres grand nombre de bosons dans un seul etat
energetique. Au contraire, les fermions, de spin demi-entier et obeissant a la statistique de Fermi-
Dirac, sont au plus un par etat energetique a cause du principe d'exclusion de Pauli. Les fonctions
d'ondes des bosons et des fermions sont respectivement symetriques et antisymetriques. Pour ces
derniers, l'antisymetrie de la fonction d'onde peut e^tre exprimee avec un determinant de Slater.
La matiere nucleaire est constituee de fermions et les bosons sont quant a eux les mediateurs des
interactions.
Pour les noyaux la transition entre un traitement purement quantique et un traitement semi-
classique se fait de maniere continue avec l'elevation de la temperature du systeme. On passe
alors d'un systeme fortement quantique pour les basses temperatures a un systeme semi-classique
pour les hautes temperatures. Le domaine de l'equation d'etat associe a la physique nucleonique
est tel que la temperature T verie T  15   20MeV et une masse volumique   0 = 0:16
nucleons:fm 3, avec 0 la densite de saturation de la matiere nucleaire innie.
6.1.2 Symetries de l'interaction libre nucleon-nucleon
De maniere generale, le potentiel nucleon-nucleon doit respecter un certain nombre d'invari-
ances : par translation dans l'espace des positions et des impulsions, par rotation et par reexion
dans l'espace des positions ou encore par renversement du temps [7]. Il faut ensuite ajouter des
invariances liees a des degres de liberte internes (isospin par exemple). Ces dierentes proprietes
doivent obligatoirement se retrouver dans le potentiel nucleon-nucleon que l'on peut decomposer
en un terme central, un terme spin-orbite et un terme tenseur :
v(i;j) = vC(i;j) + vLS(i;j) + vT (i;j): (6.2)
Les indices i et j sont associes aux deux nucleons. Ils interviennent au niveau des dierents
termes a travers la position relative ~ri   ~rj = ~rij, l'impulsion relative ~pij = 12(~pi   ~pj), le moment
cinetique orbital ~L = ~rij ^ ~pij ou encore les operateurs dans les espaces d'isospin ~i, ~j et de
spin ~S = 1
2
(~si + ~sj) (~si est relie aux matrices de Pauli par ~si =
~
2
~i, avec ~i le vecteur dont
les composantes sont les matrices de Pauli). vC(i;j) et vT (i;j) sont des termes locaux car ils ne
dependent pas de ~p, contrairement a vLS(i;j). Le terme preponderant du potentiel v(i;j) est vC(i;j),
repulsif a courte portee (type cur dur) et attractif a portee intermediaire [7, 17]. Il peut par
exemple s'ecrire :
vC(i;j) = v0(~rij) + v~(~i:~j) + v~ (~i:~j) + v~:~ (~i:~j):(~i:~j); (6.3)
avec v0(~r) qui depend seulement de la distance relative entre les deux nucleons. Les autres ter-
mes correspondent au potentiel d'echange. Ce dernier peut e^tre repulsif ou attractif, suivant les
congurations des nucleons.
Le potentiel tenseur a deux corps est un terme local, non central et peut e^tre mis par exemple
sous la forme suivante :
vT (i;j) = (vT;0(~rij) + vT;~ (~i:~j)) :

3
r2ij
(~i:~rij)(~j:~rij)  (~i:~j)

: (6.4)
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Le potentiel spin-orbite, quant a lui, est le terme non-local le plus important. Il depend de ~p
par l'intermediaire du moment cinetique orbital ~L :
vLS(i;j) = v
0
LS(~rij):(~L:~S): (6.5)
L'etape suivante consiste a construire une interaction nucleon-nucleon dans le milieu a partir de
l'interaction nucleon-nucleon libre. C'est une ta^che particulierement complexe. Dans le paragraphe
suivant nous allons presenter brievement une possibilite pour resoudre ce probleme qui adopte le
point de vue d'echanges de mesons.
6.1.3 Echanges de mesons speciques et Matrice G de Brueckner
L'interaction nucleaire a l'echelle des nucleons est la resultante d'une interaction plus intense
entre les quarks a l'interieur d'un nucleon. La base actuelle de l'interpretation de l'interaction
nucleaire repose sur l'echange de mesons comme les pions  [97]. La premiere description theorique
de l'interaction nucleon-nucleon du point de vue des echanges de particules date de 1935. Celle-ci
est due au physicien japonais Yukawa qui avait predit un boson mediateur de masse m ' 140
MeV (decouvert en 1947). Puisque celui-ci est massif, il correspond a la partie de portee nie (de
l'ordre de 1fm). De maniere plus precise, le pion est relie a la partie longue portee attractive du
potentiel tandis que les mesons plus lourds sont relies a la partie repulsive [21, 22].
L'interaction forte est attractive pour des distances entre nucleons de l'ordre du fermi et tres
repulsive pour des distances plus petites entre nucleons. Un traitement pertinent de l'interaction
nucleon-nucleon doit donc prendre en compte ces specicites. On retouve les caracteristiques du
potentiel repulsif de cur dur traduisant la saturation de la force nucleaire et faisant le lien avec la
durete de l'equation d'etat de la matiere nucleaire, elle-me^me reliee au module d'incompressibilite.
Ces proprietes sont la manifestation des eets de milieu qui sont tres importants en physique
nucleaire. Elles sont reliees au fait que deux nucleons ne peuvent s'approcher au-dessous d'une
certaine distance, l'interaction nucleon-nucleon devenant alors tres repulsive. Pour un nombre
de constituants superieur a deux, le probleme a A corps n'est pas soluble analytiquement. On
contourne alors le probleme via l'utilisation d'une theorie de champ moyen Hartree-Fock gra^ce a
laquelle l'interaction entre un nucleon et les A-1 autres est traitee par un potentiel moyen. Une
variante simplicatrice consiste a prendre en compte les eets de milieu en utilisant un potentiel
a deux corps dans le milieu. L'interaction nucleon-nucleon depend au premier ordre de l'etat de
spin relatif des partenaires mais aussi de leur vitesse relative. En outre, le potentiel spin-orbite
nucleaire represente la valeur moyenne du potentiel spin-orbite des nucleons deux a deux.
En pratique, l'element de matrice hjV ji diverge a cause du cur dur du potentiel V et le fait
que , la fonction d'onde non correlee a deux corps, ne soit pas nulle pour des distances inferieures
au rayon de ce cur dur. Pour pallier ce probleme important de divergence on utilise donc une
interaction eective modelisee par la matrice G de Brueckner qui tient compte des correlations
entre nucleons. En eet, Gji = V j i, avec  la fonction d'onde non correlee a deux corps. G est
alors determinee par sommation en serie du potentiel V , ce qui permet d'aboutir a une equation
de type Bethe-Goldstone.
An de determiner des potentiels realistes, une autre methode consiste a se baser sur les
symetries de l'interaction libre nucleon-nucleon pour construire de maniere phenomenologique des
potentiels eectifs comme ceux de Skyrme.
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6.2 Forces eectives de type Skyrme et axes d'etude
6.2.1 Forces eectives phenomenologiques de type Skyrme
Il est tout a fait possible de determiner de maniere semi-phenomenologique des forces eec-
tives [29]. Avec un nombre limite de parametres, on peut en eet generer les principales carac-
teristiques de la force nucleaire comme l'energie de liaison, le rayon de noyaux, la saturation de la
force nucleaire... Ces interactions ne se deduisent pas directement d'un potentiel nucleon-nucleon
mais permettent, en ajustant les parametres libres gra^ce aux valeurs experimentales de noyaux
particuliers, de construire une forme de potentiel eectif [4, 7].
Les forces de Skyrme sont souvent utilisees car, toute proportion gardee, leur utilisation est
simple et leur pouvoir predictif grand [98, 99]. Elles sont par exemple utilisees pour determiner
la stucture ou la dynamique des noyaux. Par hypothese, ce sont des interactions de contact.
Contrairement a ce que l'on pourrait penser a priori, cette approximation donne de bons resultats.
Les dierents types de forces de Skyrme comportent un developpement en puissances de la densite
locale de matiere (~r) et de ses derivees successives. De maniere generale elle prennent aussi en
compte le spin et la nature du nucleon, neutron ou proton via l'isospin. Le plus souvent, le potentiel
de Skyrme choisi peut e^tre mis sous la forme de deux termes, la partie centrale et la partie spin-
orbite, ce qui represente une dizaine de parametres dierents.
Plus precisement la partie a deux corps v(i;j) du potentiel s'ecrit :
v(i;j) = t0(1 + x0P)(~rij) +
t1
2
(1 + x1P)(~k
02(~rij) + (~rij)~k2)
+ t2(1 + x2P)~k
0(~rij)~k + iW0~k0 ^ (~rij)~k: (6.6)
ou l'operateur ~k = 1
2i
(~ri   ~rj) agit a droite et l'operateur congugue ~k0 =   12i(~ri   ~rj) agit
a gauche, ~ri   ~rj = ~rij et P est l'operateur d'echange de spin. Le terme a trois corps est, par
hypothese, de portee nulle egalement :
v(i;j;k) = t3(~rij)(~rjk): (6.7)
Dans un systeme possedant autant de spins  up  que de spin  down , c'est-a-dire dans un
systeme sature en spin, le terme de potentiel a trois corps est equivalent a un terme de potentiel
a deux corps. La forme generale de ce terme, compatible avec une valeur realiste du module
d'incompressibilite de la matiere nucleaire, est alors
v(i;j) =
t3
6
(1 + x3P)(~rij)
(~Rij): (6.8)
Au total, ce sont donc dix parametres (t0; t1; t2; t3; x0; x1; x2; x3;W0; ) qu'il faut determiner en les
ajustant aux grandeurs physiques. Le potentiel eectif de Skyrme a deux corps peut donc s'ecrire :
vSkyrme(i;j) (
~Rij; ~rij) = v
Skyrme
C(i;j) + v
Skyrme
LS(i;j) ; (6.9)
vSkyrmeC(i;j) = t0(1 + x0P)(~rij) +
t1
2
(1 + x1P)(~k
02(~rij) + (~rij)~k2)
+ t2(1 + x2P)~k
0(~rij)~k +
t3
6
(1 + x3P)(~rij)
(~Rij); (6.10)
vSkyrmeLS(i;j) = iW0
~k0 ^ (~rij)~k: (6.11)
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Dans le terme central, t0 est negatif car il est lie a la partie attractive de l'interaction. Au con-
traire, t3 est positif car il correspond a la partie repulsive pour laquelle on associe une dependance
en densite de la forme . Le parametre  represente le cur  dur  de la matiere nucleaire (de
maniere generale 1=6    1). t0 et t3 sont associes aux contributions de volume. t1 et t2 sont
quant a eux associes a des termes en gradients et donc aux eets de surface. x0, x1, x2 et x3 sont
relies a l'operateur d'echange de spin et aux proprietes d'antisymetrie neutron-proton.
Plusieurs parametrisations du potentiel de Skyrme (voir tableau ci-dessous [30]) sont possibles
suivant la physique que l'on etudie. Ainsi, par exemple, SLy7 est une parametrisation qui donne
une masse eective m=m = 0:67 et qui est adaptee a l'etude des barrieres de ssion des noyaux
lourds.
Skyrme t0 t1 t2 t3 x0 x1 x2 x3 W0 
SkM -2645 385.0 -120.0 15595 0.09 0.0 0.0 0.0 130 1/6
SKa -1602.8 570.88 -67.70 8000 -0.02 0.0 0.0 -0.286 125 1/3
SI -1057.3 235.9 -100.0 14463 0.56 0.0 0.0 1.0 120 1
SLy0 -2486.4 485.25 -440.86 13783 0.7947 -0.4983 -0.9323 1.2893 128 1/6
SLy4 -2488.9 486.82 -546.39 13777 0.834 -0.3438 -1.0 1.263 125 1/6
SLy7 -2480.8 461.29 -433.93 13669 0.848 -0.492 -1.0 1.393 125 1/6
SkP -2931.7 320.62 -337.41 18709 0.2922 0.6532 -0.6532 0.1810 100 1/6
6.2.2 Axes d'etude
L'utilisation des forces de Skyrme est omnipresente dans les calculs de structure nucleaire. Mais
recemment des calculs de type champ moyen sur des noyaux ont montre la presence d'instabilites
non physiques. An de comprendre l'origine de ces instabilites, on a calcule, dans chaque canal
de spin et d'isospin, la fonction reponse pour la matiere nucleaire innie. Bien que la correspon-
dance entre matiere nucleaire innie et noyaux ne soit pas totalement directe, il a ete montre que
les instabilites observees sur les noyaux apparaissaient comme des po^les de la reponse. Il a ete
egalement constate que ces po^les se manifestaient dans une violation des regles de somme de la
fonction reponse.
De maniere generale, les regles de somme sont des contraintes auxquelles doivent satisfaire
une theorie. Le but de la partie II consiste a determiner ces contraintes. Plus precisement, le but
principal est de calculer, pour les dierents canaux (), les moments M1 et M3 directement a
partir des denitions intrinseques en faisant intervenir, pour la premiere fois, le terme tenseur du
potentiel pour M1.
En eet, pour les calculs eectues avec les forces eectives phenomenologiques de Skyrme on
ne considere le plus souvent que les parties centrale et spin-orbite du potentiel a deux corps. Mais,
pour des raisons evidentes d'importance intrinseque en physique nucleaire et me^me s'il a ete ecarte
pour des raisons de complexite jusqu'a present, il faut considerer le terme tenseur a deux corps
[100, 101]. Celui-ci s'ecrit :
vSkyrmeT (i;j) = v
te
T (i;j) + v
to
T (i;j); (6.12)
vteT (i;j) =
te
2
f[3(~i:~k0)(~j:~k0)  (~i:~j)~k02](~rij) + (~rij)[3(~i:~k)(~j:~k)  (~i:~j)~k2]g; (6.13)
vtoT (i;j) = tof3(~i:~k0)(~rij)(~j:~k)  (~i:~j)~k0(~rij)~k]g; (6.14)
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avec te  even  partie paire et to  odd  partie impaire par rapport au renversement du temps.
Les autres grandeurs entrant dans la denition du tenseur vSkyrmeT (i;j) ont ete denies dans ce chapitre,
aux equations (6.10) et (6.11).
Dans les deux prochains chapitres de cette partie II, nous allons rappeler le formalisme general
utilise pour les regles de somme avant d'exposer les grandes lignes du calcul lui-me^me ainsi que
les resultats obtenus.
Chapitre 7
Formalisme general et physique
nucleaire
Le but de ce chapitre est de rappeler le formalisme general qui sera utilise au chapitre 8 pour
le calcul explicite des regles de somme.
En premier lieu, dans le cadre de la theorie de la reponse lineaire, on aborde les notions de
champ moyen et l'approximation Hartree-Fock. Ensuite, on denit de maniere generale la fonction
reponse et les regles de somme ainsi que l'approximation des phases aleatoires.
Enn, on indique les grandes lignes de la methode asymptotique utilisee pour obtenir les
moments M
()
1 et M
()
3 .
7.1 Cadre de l'etude et outils utilises
7.1.1 Champ moyen et approximation Hartree-Fock
L'approximation Hartree-Fock est une approximation de champ moyen. Dans cette theorie, le
probleme a A corps est reduit a celui du probleme a un corps eectif [102]. Les nucleons sont de
ce fait consideres comme non correles et chaque nucleon est soumis a un potentiel representant
l'eet des autres nucleons du milieu. La gure 7.1 represente schematiquement l'equation de Dyson
decrivant la modication du propagateur du fermion habille en fonction du propagateur de fermion
libre et des contributions dues aux eets de milieu dans l'approximation HF [103].
++=
Figure 7.1: Approximation Hartree-Fock. De gauche a droite on identie la decomposition du
propagateur de fermion habille par les eets de milieu en fonction du propagateur de fermion libre,
du terme d'echange de Fock et du terme local d'Hartree.
On calcule ainsi l'energie HF qui peut se decomposer en deux termes : le terme d'Hartree,
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terme local representant l'interaction directe, et le terme de Fock, terme non local representant
l'interaction d'echange. Dans cette approximation, l'energie totale est donc la somme de l'energie
cinetique du systeme sans interaction et de ces deux derniers termes caracterisant les eets de
milieu.
L'etat fondamental nucleon-nucleon j0i peut e^tre decompose en un produit direct de kets,
associes aux quasi-particules i et j, de type Hartree-Fock tel que j0i = j0iHF 
 j0iHF . De plus
le ket j0i peut e^tre deni par un determinant de Slater traduisant le caractere completement
antisymetrique associe a la nature fermionique des nucleons. En outre, pour chaque particule il
faut prendre en consideration l'espace direct, l'espace de spin et l'espace d'isospin.
D'autre part, la propagation des particules dans le milieu n'est pas la seule a subir des modica-
tions. C'est aussi le cas des interactions. Les modications induites par le milieu sur les interactions
peuvent e^tre modelisees par la notion de polarisation  qui caracterise la reponse du milieu a une
perturbation exterieure.
7.1.2 Formalisme general : fonction reponse et regles de somme
On considere un operateur excitation F () permettant de passer de l'etat fondamental nucleaire
j0 > a l'etat excite jk > : jk >= F ()j0 >. La notation condensee () signie que l'operateur depend
des variables spatiales position et quantite de mouvement et des variables internes spin et isospin
d'ou () = (~r; ~p j ~; ~). Dans la suite de l'etude, an de simplier les notations, on considere la
reference a l'espace reel comme implicite. On note donc () = (S; I) avec S et I respectivement
les nombres de spin et d'isospin.
La fonction reponse de l'etat fondamental nucleaire sous l'action de l'operateur F () est alors
()(!; ~q) =
X
k
j < kjF ()j0 > j2(!   !k); (7.1)
avec !k = Ek   E0 et Hjk >= Ekj0 >. Ek est la valeur propre associee au vecteur propre jk >
pour le hamiltonien H et E0 represente l'energie de l'etat fondamental. Si jk > est un etat situe
dans le continuum, la somme discrete doit e^tre remplacee par une integrale.
En pratique, le calcul de la fonction reponse peut ne pas e^tre evident car il n'est pas toujours
facile de determiner les etats propres jk >. On peut contourner cette diculte en utilisant la
technique des regles de somme et denir les moments Mp, avec p entier naturel allant de 0 a +1.
M ()p =
Z
()(!; ~q)!pd! =
X
k
j < kjF ()j0 > j2!pk (7.2)
En theorie, si on connait l'innite des moments M
()
p , on a alors autant d'information que dans la
fonction reponse ()(!; ~q). Cependant, en pratique, on ne peut pas determiner tous les moments
M
()
p . Cette alternative au calcul direct de la fonction reponse n'est donc viable que si sa conver-
gence de celle-ci est assez importante pour qu'une estimation de ()(!; ~q) a l'aide des premiers
moments suse.
La forme generale des regles de somme diere suivant la parite des moments. En eet, les
denitions des moments pairs necessitent l'utilisation d'anticommutateurs f; g tandis que celles
des moments impairs se basent sur les commutateurs [; ]. C'est ce deuxieme type de moment qui
va nous interesser dans la suite de cette partie II. Mais avant cela, nous allons dire quelques mots
de la reponse du systeme.
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7.1.3 Approximation des phases aleatoires
L'approximation des phases aleatoires (de l'anglais Random Phase Approximation RPA) per-
met de calculer la reponse du systeme a une perturbation. L'excitation physique prise en compte
est de type p-h (particle-hole). Souvent l'antisymetrisation est compliquee a mettre en oeuvre et
on se contente de l'approximation des anneaux, voir gure 7.2.
On peut egalement noter qu'il est possible de determiner la fonction reponse () dans le
cadre RPA a partir d'une interaction eective possedant une dependance en vitesse ou, ce qui est
equivalent, en utilisant la fonctionnelle de la densite d'energie correspondante. Il est alors possible
d'acceder aux regles de somme [25, 26, 104].
.. .......
sonde
Milieu
extérieure
réponse
Figure 7.2: Modelisation de la propagation des excitations dans un milieu a l'aide de la methode
RPA, sous forme de bulles de polarisation, et de la reponse associee.
7.2 Determination des regles de somme
7.2.1 Hamiltonien avec potentiel de type Skyrme
Le hamiltonien general H = EC + V peut e^tre reecrit sous la forme
H =
nX
i=1
hi =
nX
i=1
eci +
1
2
nX
i=1
nX
j=1;j 6=i
vSkyrme(i;j) ; (7.3)
avec eci l'energie cinetique du nucleon i et v
Skyrme
(i;j) le potentiel de type Skyrme. L'energie cinetique
peut s'ecrire
eci =
~k2i
2m
; (7.4)
avec ~ki =  i~ri et le potentiel eectif de Skyrme :
vSkyrme(i;j) = v
Skyrme
C(i;j) + v
Skyrme
LS(i;j) + v
Skyrme
T (i;j) ; (7.5)
avec les contributions du potentiel central, du potentiel spin-orbite et du potentiel tenseur denies
respectivement par (6.10), (6.11) et (6.12).
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7.2.2 Developpement asymptotique et regles de somme M
()
1 et M
()
3
Dans le cadre RPA, la fonction reponse par unite de volume est [104] :
()(q0; ~q) =
1
V
X
k
jhkjF ()j0ij2

1
q0   Ek + i +
1
 q0   Ek + i

; (7.6)
avec V le volume total du systeme et  > 0, un inniment petit.
()(q0; ~q) verie la relation de dispersion
()(q0; ~q) =   1

Z +1
0
Im
 
()(!; ~q)
 1
q0   ! + i +
1
 q0   ! + i

d!: (7.7)
En outre, la regle de somme d'ordre p est reliee a la partie imaginaire de ()(!; ~q), elle-me^me
reliee aux proprietes physiques du systeme, et s'ecrit :
M ()p (~q) =  
1
0
Z +1
0
Im
 
()(!; ~q)

!pd!; (7.8)
avec 0 la densite particulaire de la matiere nucleaire symetrique a saturation. Les ordres impairs
des regles de somme sont obtenus par exemple avec un developpement asymptotique de la fonction
reponse, vue comme une serie de puissances de q0
lim
q0!+1
()(q0; ~q) = 20
+1X
p=0
M
()
2p+1(~q)
q2p+20
= 20
 
M
()
1 (~q)
q20
+
M
()
3 (~q)
q40
+ :::
!
: (7.9)
Il sut alors d'exprimer ()(q0; ~q) a l'aide des parametres de la force de Skyrme et on determine
ensuite la limite pour q0 ! +1. En se limitant aux deux premiers moments impairs, on aboutit
a :
lim
q0!+1
()(q0; ~q) = 0
~q2
q20

1
m
  0
2
W
()
2

+ 0
~q4
q40

1
m
  0
2
W
()
2
2 
3
5
~k2F +
~q2
4

1
m
+
0
4
W
()
1 +
0
2

~k2F +
~q2
4

W
()
2

+ ::: (7.10)
Par identication, on exprime alors les regles de somme en fonction des parametres de Skyrme.
Le prochain paragraphe donne l'exemple, dans le cas d'un potentiel central uniquement, du calcul
de M
()
1 et M
()
3 .
7.2.3 Rappel des resultats pour M
()
1 et M
()
3 avec termes centraux
Dans les canaux () = (S; I), quand on ne considere que la partie centrale du potentiel eectif
de Skyrme, il est possible de separerM
()
1 en deux contributions : une qui est specique de l'energie
cinetique et l'autre qui est associee au potentiel central. Les momentsM
()
1 peuvent alors se mettre
sous la forme :
M
()
1 =M
()
1EC
+M
()
1C : (7.11)
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Cette decomposition n'est plus possible pour les regles de somme M
()
3 car on ne peut plus dans
ce cas separer completement les contributions du potentiel central du terme purement cinetique.
Ainsi, les moments associes au terme cinetique et au potentiel central peuvent s'ecrire :
M
()
1 (~q) =
~q2
2m

1  m
0
2
W
()
2

=
~q2
2m
+
~q2
4
0

W
(0;0)
2  W ()2

; (7.12)
M
()
3 (~q) =
~q4
2

1
m
  0
2
W
()
2
2 
3
5
~k2F +
~q2
4

1
m
+
0
4
W
()
1 +
0
2

~k2F +
~q2
4

W
()
2

; (7.13)
avec ~kF le moment de Fermi, ~q le moment transfere, 0 la densite de la matiere nucleaire symetrique
a saturation correspondant a l'equation (6.1) et m la masse eective. Dans le cas present m est
telle que
1
m
=
1
m
+
0
8
(3t1 + 5t2 + 4x2t2) : (7.14)
Cette masse eective m est reliee a la dependance en impulsion et en energie des niveaux
d'energie a un corps donc au type d'interaction eective. La valeur de m varie en fonction de la
parametrisation de Skyrme choisie, voir partie 6.2.1. Par exemple, pour la parametrisation SLy7
le rapport de la masse eective par la masse reelle verie m=m = 0:67. De plus,
W
(0;0)
1 = 3t0 +
( + 1)( + 2)
4
t3

0 +
3
4
t1~q
2   (5 + 4x2)
4
t2~q
2; (7.15)
W
(0;1)
1 =  (1 + 2x0)t0  
(1 + 2x3)
6
t3

0  
(1 + 2x1)
4
t1~q
2   (1 + 2x2)
4
t2~q
2; (7.16)
W
(1;0)
1 =  (1  2x0)t0  
(1  2x3)
6
t3

0  
(1  2x1)
4
t1~q
2   (1 + 2x2)
4
t2~q
2; (7.17)
W
(1;1)
1 =  t0  
1
6
t3

0  
1
4
t1~q
2   1
4
t2~q
2; (7.18)
W
(0;0)
2 =
3
4
t1 +
(5 + 4x2)
4
t2; (7.19)
W
(0;1)
2 =  
(1 + 2x1)
4
t1 +
(1 + 2x2)
4
t2; (7.20)
W
(1;0)
2 =  
(1  2x1)
4
t1 +
(1 + 2x2)
4
t2; (7.21)
W
(1;1)
2 =  
1
4
t1 +
1
4
t2: (7.22)
Passons maintenant au calcul des regles de somme en presence de termes tensoriels.
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Chapitre 8
Determination des regles de somme
Dans un premier temps, on denit de maniere intrinseque les regles de somme pour M
()
1
incluant le potentiel tenseur. Dans un deuxieme temps, on aborde le calcul exact des regles de
somme pour M
()
1 . Ensuite on procede de me^me pour M
()
3 en se focalisant sur le terme purement
cinetique et les termes issus des combinaisons de l'energie cinetique et du potentiel central.
8.1 Regles de somme M
()
1 jusqu'au niveau tensoriel
Pour chacune des regles de sommeM
()
1 la decomposition en quatre termes est possible. Parmi
ces termes, un terme est specique de l'energie cinetique et trois termes sont associes au potentiel.
En eet, par analogie avec la decomposition du potentiel, on aboutit a un terme central C, un
terme spin-orbite LS et un terme tenseur T .
M
()
1 =M
()
1EC
+M
()
1C +M
()
1LS +M
()
1T (8.1)
Le calcul explicite a montre que les moments M
()
1LS associes au potentiel spin-orbite sont en
realite nuls.
8.1.1 Denitions antisymetrisees de M
()
1 avec potentiel tenseur
Le hamiltonien du systeme est H = EC + VC + VLS + VT . L'energie cinetique EC est associee
a un operateur a un corps donc le moment correspondant M
()
1EC
(~q) n'est pas antisymetrise. Au
contraire, pour le potentiel V qui est associe a un operateur a deux corps on doit donc tenir compte
de la nature fermionique des nucleons. La denition de M
()
1 (~q) prend alors la forme suivante
M
()
1 (~q) =M
()
1EC
(~q) +M
()
1C (~q) +M
()
1T (~q); (8.2)
avec
M
()
1EC
(~q) =
1
2
h0j F y(); EC ; F () j0i; (8.3)
M
()
1C (~q) =
1
2
h0j F y(); VC ; F ()Aj0i; (8.4)
M
()
1T (~q) =
1
2
h0j F y(); VT ; F ()Aj0i; (8.5)
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ou le ket j0i caracterisant l'etat fondamental peut s'ecrire sous la forme du produit direct j0i =
j0idirect 
 j0iinterne, avec j0idirect le ket associe a l'espace reel et j0iinterne le ket de l'espace interne
lui-me^me deni par le produit direct j0iinterne = j0ispin 
 j0iisospin.
De plus, l'operateur A = (1   PXPP ) assure l'antisymetrisation avec PX l'operateur parite
agissant sur l'espace reel ainsi que les operateurs d'echange P et P agissant respectivement sur
l'espace de spin et l'espace d'isospin. Pour une fonction paire ou une fonction impaire, l'operateur
parite PX est egal a respectivement 1 ou -1. En outre P
2
 = 1 et P
2
 = 1. Avec une notation plus
detaillee, on peut ecrire
Pij =
1+ ~i:~j
2
et Pij =
1+ ~i:~j
2
; (8.6)
avec ~i et ~i des vecteurs dont les composantes (
x
i ; 
y
i ; 
z
i ) et (
x
i ; 
y
i ; 
z
i ) sont respectivement les
matrices de Pauli dans l'espace de spin et l'espace d'isospin. Pour i = j les matrices de Pauli
anticommutent et pour i 6= j ces matrices verient l'algebre de Lie. L'operateur antisymetrisation
devient donc
Aij = (1  PXijPijPij): (8.7)
En outre, l'operateur excitation F () et son hermitique conjugue F y() sont tels que
F () =
nX
l

()
l e
i~q:~rl F y() =
nX
l

()
l e
 i~q:~rl (8.8)
avec 
(0;0)
l = 12 la matrice unite d'ordre deux, 
(0;1)
l = 
z
l la matrice de Pauli de spin selon l'axe z,

(1;0)
l = 
z
l la matrice de Pauli d'isospin selon l'axe z et 
(1;1)
l = 
z
l 
z
l . Dans ces quatre situations,
les elements de matrice de 
()
l sont donc reels.
8.1.2 Calculs exacts de M
()
1 a partir des denitions intrinseques
Avec des notations plus explicites les dierentes contributions de M
()
1 (~q) deviennent
M
()
1EC
(~q) =
1
4m
X
l;m;i
h0j
h

()
l e
 i~q:~rl ;
h
~k2i ; 
()
m e
i~q:~rm
ii
j0i; (8.9)
M
()
1C (~q) =
1
4
X
l;m;i;j 6=i
h0j
h

()
l e
 i~q:~rl ;
h
vSkyrmeC(i;j) ; 
()
m e
i~q:~rm
ii
Aijj0i; (8.10)
M
()
1T (~q) =
1
4
X
l;m;i;j 6=i
h0j
h

()
l e
 i~q:~rl ;
h
vSkyrmeT (i;j) ; 
()
m e
i~q:~rm
ii
Aijj0i: (8.11)
D'apres les formes centrale (6:10) et tenseur (6:12) du potentiel eectif de Skyrme, les regles de
somme M
()
1C (~q) et M
()
1T (~q) peuvent se decomposer sous la forme suivante
M
()
1C (~q) = M
t0()
1C (~q) +M
t1()
1C (~q) +M
t2()
1C (~q) +M
t3()
1C (~q); (8.12)
M
()
1T (~q) = M
te()
1T (~q) +M
to()
1T (~q): (8.13)
En pratique, dans l'espace interne, on considere la matiere nucleaire comme doublement
symetrique par rapport au spin et a l'isospin. De plus, an de calculer les dierents commu-
tateurs des regles de somme, on se base alors sur les proprietes des matrices de Pauli qui peuvent
se traduire dans l'espace de spin par la relation
xk
y
l = (i
xyzzk + 12
xy)kl + (12   kl)yl xk ; (8.14)
8.1. REGLES DE SOMME M
()
1 JUSQU'AU NIVEAU TENSORIEL 117
ou xyz est l'operateur completement antisymetrique de Levi-Civita, 12 la matrice unite d'ordre
2 et kl le symbole de Kronecker. Cette relation est transposable dans l'espace d'isospin avec les
matrices xk , 
y
k et 
z
k . Pour l = k les matrices de Pauli anticommutent et pour l 6= k elles verient
l'algebre de Lie.
Dans l'espace direct, en representation ~r, on utilise les specicites de la distribution de Dirac
~rij = h~rij~rji ainsi que la relation de fermetureZ Z
d~rid~rjj~ri; ~rjih~ri; ~rjj = 1: (8.15)
En outre, on peut choisir ~q selon une direction particuliere, par exemple la direction z de vecteur
unitaire ~uz. Sans perdre en generalite on peut donc ecrire ~q = q~uz.
8.1.3 Resultats : regle de somme M
()
1 (~q) avec terme tenseur
A partir des outils detailles dans le paragraphe precedent, on aboutit, apres de longs calculs,
aux resultats suivants :
Le terme M
()
1EC
(~q) associe a l'energie cinetique s'ecrit
M
()
1EC
(~q) =
~q2
2m
; (8.16)
la regle de sommeM
()
1C (~q) relative a la partie centrale du potentiel de Skyrme peut se mettre sous
la forme :
M
()
1C (~q) =
~q20
4

W
(0;0)
2  W ()2

; (8.17)
avec les coecients W
(0;0)
2 et W
()
2 denis a l'aide des relations (7.19), (7.20), (7.21) et (7.22).
L'expression (8.17) est alors equivalente a la relation (7.12). En outre, la regle de somme specique
de la partie tenseur du potentiel de Skyrme M
()
1T (~q) est
M
(0;0)
1T (~q) = 0; (8.18)
M
(0;1)
1T (~q) = 0; (8.19)
M
(1;0)
1T (~q) =  
~q20
4
(te + 3to) ; (8.20)
M
(1;1)
1T (~q) =
~q20
4
(te   to) : (8.21)
Ainsi, la regle de somme M
()
1 (~q) incluant la partie tenseur de rang zero peut donc s'ecrire
M
(0;0)
1 (~q) =
~q2
2m
; (8.22)
M
(0;1)
1 (~q) =
~q2
2m
+
~q20
4

t1(1 +
x1
2
) + t2(1 +
x2
2
)

; (8.23)
M
(1;0)
1 (~q) =
~q2
2m
+
~q20
4

t1(1  x1
2
) + t2(1 +
x2
2
)

  ~q
20
4
(te + 3to) ; (8.24)
M
(1;1)
1 (~q) =
~q2
2m
+
~q20
4
(t1 + t2(1 + x2)) +
~q20
4
(te   to) : (8.25)
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8.2 Regles de somme M
()
3 et potentiel central
De maniere generale, pour chacune des regles de somme la decomposition en quatre termes
n'est plus possible car les dierentes contributions du hamiltonien ne commutent pas entre elles
dans le triple commutateur. Parmi ces termes, un terme est specique de l'energie cinetique mais
les autres termes ne sont donc plus decomposables en un terme central C, un terme spin-orbite LS
et un terme tenseur T . Dans la suite de ce chapitre, on se focalise sur le terme purement cinetique
et sur les termes issus des dierentes combinaisons associees aux parties cinetique et centrale du
hamiltonien.
8.2.1 Denitions antisymetrisees de M
()
3 avec potentiel central
Le hamiltonien du systeme, de la forme H = EC + VC + VLS + VT , est le me^me que pour
M
()
1 . Par analogie, on reprend les me^mes hypotheses de travail que pour M
()
1 , voir partie 8.1.1.
L'operateur a un corps associe a l'energie cinetique est donc relie au moment M
()
3ECECEC
(~q) qui
n'est pas antisymetrise.
Au contraire, les autres termes qui entrent dans la denition de M
()
3 (~q) doivent e^tre anti-
symetrises a cause de l'operateur a deux corps representatif du potentiel V . Pour la suite de ce
chapitre on utilise le hamiltonien HC = EC + VC .
La denition des dierents termes des regles de somme M
()
3 s'appuie en particulier sur le
triple commutateur

F y; HC

; [HC ; [HC ; F ]]

. En developpant ce triple commutateur, on peut
decomposer le moment M
()
3C en huit contributions, elles-me^mes subdivisees en quatre categories
(8.26), (8.27), (8.28) et (8.29) suivant que les termes de ces categories sont respectivement pro-
portionnels a 1=m3, 1=m2, 1=m ou independant de m :
M
()
3 (~q) = M
()
3ECECEC
(~q) (8.26)
+ M
()
3ECECVC
(~q) +M
()
3ECVCEC
(~q) +M
()
3VCECEC
(~q) (8.27)
+ M
()
3ECVCVC
(~q) +M
()
3VCECVC
(~q) +M
()
3VCVCEC
(~q) (8.28)
+ M
()
3VCVCVC
(~q); (8.29)
avec
M
()
3ECECEC
(~q) =
1
2
h0j F y; EC ; [EC ; [EC ; F ]] j0i; (8.30)
M
()
3ECECVC
(~q) =
1
2
h0j F y; EC ; [EC ; [VC ; F ]]Aj0i; (8.31)
M
()
3ECVCEC
(~q) =
1
2
h0j F y; EC ; [VC ; [EC ; F ]]Aj0i; (8.32)
M
()
3VCECEC
(~q) =
1
2
h0j F y; VC ; [EC ; [EC ; F ]]Aj0i; (8.33)
M
()
3ECVCVC
(~q) =
1
2
h0j F y; EC ; [VC ; [VC ; F ]]A2j0i; (8.34)
M
()
3VCECVC
(~q) =
1
2
h0j F y; VC ; [EC ; [VC ; F ]]A2j0i; (8.35)
M
()
3VCVCEC
(~q) =
1
2
h0j F y; VC ; [VC ; [EC ; F ]]A2j0i; (8.36)
M
()
3VCVCVC
(~q) =
1
2
h0j F y; VC ; [VC ; [VC ; F ]]A3j0i: (8.37)
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Pour les termes dont la denition fait reference au potentiel VC , l'operateur antisymetrisation A
intervient autant de fois que ce potentiel central appara^t dans le triple commutateur.
8.2.2 Calculs exacts de M
()
3 a partir des denitions intrinseques
En pratique, on s'appuie sur les me^mes hypotheses que celles utilisees pour le calcul de M
()
1 ,
voir partie 8.1.2, mais cette fois avec un triple commutateur. Avec des notations plus explicites, on
peut reecrire les termes du paragraphe precedent. Par exemple, pour le terme purement cinetique :
M
()
3ECECEC
(~q) =
1
16m3
X
l;m;i;j;p
h0j
hh

()
l e
 i~q:~rl ; ~k2p
i
;
h
~k2j ;
h
~k2i ; 
()
m e
i~q:~rm
iii
j0i: (8.38)
Pour les termes faisant intervenir une fois le potentiel vSkyrmeC(i;n) et l'operateur antisymetrisation
associe Ain on peut ecrire :
M
()
3ECECVC
(~q) =
1
16m2
X
l;m;n;i;j;p
h0j
hh

()
l e
 i~q:~rl ; ~k2p
i
;
h
~k2j ;
h
vSkyrmeC(i;n) ; 
()
m e
i~q:~rm
iii
Ainj0i; (8.39)
M
()
3ECVCEC
(~q) =
1
16m2
X
l;m;n;i;j;p
h0j
hh

()
l e
 i~q:~rl ; ~k2p
i
;
h
vSkyrmeC(i;n) ;
h
~k2j ; 
()
m e
i~q:~rm
iii
Ainj0i; (8.40)
M
()
3VCECEC
(~q) =
1
16m2
X
l;m;n;i;j;p
h0j
hh

()
l e
 i~q:~rl ; vSkyrmeC(i;n)
i
;
h
~k2j ;
h
~k2p; 
()
m e
i~q:~rm
iii
Ainj0i: (8.41)
Pour les termes faisant intervenir deux fois le potentiel de Skyrme central et les operateurs anti-
symetrisation associes on a :
M
()
3ECVCVC
(~q) =
1
16m
X
l;m;n;i;j;p;s
h0j
hh

()
l e
 i~q:~rl ; ~k2p
i
;
h
vSkyrmeC(j;s) ;
h
vSkyrmeC(i;n) ; 
()
m e
i~q:~rm
iii
AjsAinj0i:
(8.42)
M
()
3VCECVC
(~q) =
1
16m
X
l;m;n;i;j;p;s
h0j
hh

()
l e
 i~q:~rl ; vSkyrmeC(j;s)
i
;
h
~k2p;
h
vSkyrmeC(i;n) ; 
()
m e
i~q:~rm
iii
AjsAinj0i:
(8.43)
M
()
3VCVCEC
(~q) =
1
16m
X
l;m;n;i;j;p;s
h0j
hh

()
l e
 i~q:~rl ; vSkyrmeC(j;s)
i
;
h
vSkyrmeC(i;n) ;
h
~k2p; 
()
m e
i~q:~rm
iii
AjsAinj0i:
(8.44)
Enn, pour le terme faisant intervenir trois fois le potentiel de Skyrme central et les operateurs
antisymetrisation correspondants on obtient :
M
()
3VCVCVC
(~q) =
1
16
X
l;m;n;i;j;p;s;r
h0j
hh

()
l e
 i~q:~rl ; vSkyrmeC(p;r)
i
;
h
vSkyrmeC(j;s) ;
h
vSkyrmeC(i;n) ; 
()
m e
i~q:~rm
iii
AprAjsAinj0i:
(8.45)
Apres de longs calculs, on aboutit aux resultats explicites dans le paragraphe suivant.
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8.2.3 Resultats : regle de somme M
()
3 (~q) avec terme central
Pour tous les canaux () on obtient la me^me expression du terme purement cinetiqueM
()
3ECECEC
(~q) :
M
()
3ECECEC
(~q) =
1
m3
"
~q2
2
3
+
~q
2
43
5
k2F
#
: (8.46)
Dans le cas particulier du canal () = (0; 0), les seuls termes non nuls sont le terme cinetique,
proportionnel a 1=m3, et les termes de potentiel proportionnels a 1=m2. Ainsi, on peut ecrire
M
(0;0)
3 (~q) =M
(0;0)
3ECECEC
(~q) +M
(0;0)
3ECECVC
(~q) +M
(0;0)
3ECVCEC
(~q) +M
(0;0)
3VCECEC
(~q): (8.47)
Le terme purement cinetique est determine par l'equation (8.46) et la somme des termes en lien
avec le potentiel central prend la forme
M
(0;0)
3ECECVC
(~q) +M
(0;0)
3ECVCEC
(~q) +M
(0;0)
3VCECEC
(~q) =M
t0(0;0)
3C +M
t1(0;0)
3C +M
t2(0;0)
3C +M
t3(0;0)
3C ; (8.48)
avec
M
t0(0;0)
3C =
1
m2
~q40
2
3
4
t0; (8.49)
M
t1(0;0)
3C =
3
m2
~q40
2

~q2
8
+
k2F
5

t1; (8.50)
M
t2(0;0)
3C =
1
m2
~q40
2

1 +
4
5
x2

k2F t2; (8.51)
M
t3(0;0)
3C =
1
m2
~q40
2
( + 1)( + 2)
16
0t3: (8.52)
Cette reecriture est possible uniquement dans le canal (0; 0) car le potentiel n'intervient qu'une
seule fois pour les termes proportionnels a 1=m2.
Avec les autres canaux, les termes proportionnels a 1=m ou les termes independants de m ne
sont plus nuls. Apres calculs, dans le cas general du canal () on obtient
M
()
3 (~q) =
1
m3
"
~q2
2
3
+
~q
2
43
5
k2F
#
+
1
m2
~q40
4
"
W
()
1
2
+
k2F
5

9W
(0;0)
2  W ()2

+
~q2
4

3W
(0;0)
2  W ()2
#
+
1
m
~q420
4

W
(0;0)
2  W ()2
"W ()1
2
+
k2F
10

9W
(0;0)
2 + 7W
()
2

+
~q2
8

3W
(0;0)
2 +W
()
2
#
+
~q430
16

W
(0;0)
2  W ()2
2 "W ()1
2
+ k2F

3
5
W
(0;0)
2 +W
()
2

+
~q2
4

W
(0;0)
2 +W
()
2
#
;
(8.53)
avec W
()
1 et W
()
2 denis partie 7.2.3. Cette formulation de l'equation (8.53) est compatible avec
l'equation (7.13).
Conclusion de la Partie II
Les regles de somme sont des contraintes qui permettent de verier la robustesse d'une theorie.
Dierentes methodes sont utilisees pour determiner ces regles de somme a partir d'un potentiel
donne. Par exemple, on peut acceder a ces contraintes en realisant des developpements asymp-
totiques de la fonction reponse du systeme ou en les calculant a partir de leurs denitions in-
trinseques. Ces regles de somme peuvent alors se mettre sous la forme de moments M
()
p dans
dierents canaux () et a dierents ordres p.
En physique nucleaire des basses energies, on peut utiliser le potentiel phenomenologique de
type Skyrme pour decrire l'interaction nucleon-nucleon. En outre, la fonction reponse de la matiere
nucleaire peut e^tre evaluee dans le cadre de la theorie de la reponse lineaire avec l'approximation
RPA. D'autre part, la determination de ces me^mes regles de somme a partir des denitions in-
trinseques s'eectue en pratique, pour les ordres p impairs, par le calcul de commutateurs de me^me
rang que l'ordre p du moment M
()
p associe. Pour M
()
1 il faut donc calculer un commutateur sim-
ple et pour M
()
3 un commutateur triple. On peut alors exprimer M
()
1 et M
()
3 . Pour des raisons
de complexite des calculs, la majeure partie des etudes ecartent la partie tensorielle du potentiel
de Skyrme.
Dans cette partie II, on a determine dans les dierents canaux () les regles de somme a partir
de leurs denitions intrinseques. Les calculs pour obtenirM
()
1 ont ete realises en incluant le poten-
tiel de Skyrme jusqu'au niveau tensoriel. Pour l'etude deM
()
3 , on s'appuie sur le potentiel central
de Skyrme. Cette etude de M
()
3 avec potentiel central peut servir de point de comparaison pour
la methode de determination de M
()
3 avec terme tenseur, numeriquement ou par developpement
asymptotique de la fonction reponse.
Initialement, le but de ces calculs etait de verier les formules analytiques des reponses. L'ob-
jectif a ete atteint et on a eectivement trouve une concordance des resultats. Mais l'intere^t des
moments va bien au-dela : on a en eet pu montrer qu'une violation des regles de somme signalait
la presence d'un po^le dans la reponse, c'est-a-dire une instabilite. Nous sommes donc en train de
mener une etude systematique de detection des instabilites a partir des regles de somme, ce qui
est evidemment fondamental pour la construction de nouvelles forces.
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Partie III : Hydrodynamique nucleaire
et brisure de symetrie chirale
123

Introduction de la Partie III
Avec les avancees scientiques et techniques, suivant les epoques, le nombre et la nature
des particules considerees comme elementaires varie [5, 6]. Vers la n du XIXe siecle, les par-
ticules elementaires correspondent aux elements de la classication de Mendeleev. A chaque
etape ulterieure, la comprehension des proprietes de ces particules s'eectue alors gra^ce aux
developpements contemporains des connaissances en physique nucleaire, en physique des par-
ticules et en astrophysique. Dans les annees 1930-1940, on peut comprendre toute la classication
de Mendeleev avec seulement trois particules : l'electron, le neutron et le proton. En 1936 le
muon est decouvert dans le rayonnement cosmique. Ensuite, a partir des annees 1950-1960, avec
l'avenement d'accelerateurs de particules et de detecteurs de plus en plus performants un grand
nombre de particules, supposees a l'epoque elementaires, sont detectees. Ces particules peuvent
e^tre classees en deux categories, les hadrons qui subissent l'interaction nucleaire forte et les leptons
qui ne la subissent pas.
Le classement des hadrons en famille permet de mettre en evidence des sous-structures. Ces
etudes se basent sur l'existence de symetries internes, auxquelles sont associes de nouveaux nom-
bres quantiques additifs que l'on peut considerer comme des charges generalisees. C'est le cas par
exemple du nombre baryonique et du nombre leptonique. Dans l'etude de ces symetries, l'apport
de la theorie des groupes est indeniable [105]. Plus precisement, elle constitue un point de depart
pour l'elaboration du modele des quarks et l'emergence du concept de saveur. De maniere generale,
l'etude des symetries est un outil tres puissant pour simplier la resolution d'un probleme. Ces
considerations, associees aux grandeurs conservees, ont permis par exemple a Pauli de postuler
l'existence des neutrinos.
Actuellement, on comptabilise douze particules elementaires, de spin 1
2
en unite ~, reparties en
deux categories : les quarks et les leptons. Ces particules sont elementaires au sens geometrique
du terme car on ne leur conna^t pas de sous-structure. Les quarks et les leptons sont eux-me^mes
sub-divises de maniere similaire en trois familles
u
d

c
s

t
b

et

e 
e

 


 


De plus, par conjugaison de charge, a chaque particule correspond une antiparticule.
L'interaction forte n'agit que sur les quarks et sur les structures composees de quarks, c'est-
a-dire les hadrons. Cette interaction conserve la saveur et l'universalite de la force de couleur.
Les bosons mediateurs de l'interaction entre quarks sont les gluons. La force de couleur entre les
quarks est une force attractive dont l'intensite augmente avec la distance. Elle permet d'expliquer
le connement des quarks et le processus d'hadronisation des quarks quand la distance entre ces
quarks devient trop grande. L'existence des quarks est donc mise en evidence indirectement par
l'observation de jets hadroniques lors des collisions d'ions lourds.
Dans cette partie III on considere la phase hadronique car les gammes d'energies envisagees
ne permettent pas l'observation du deconnement des quarks. Les quarks sont alors consideres
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comme des sous-structures des hadrons generes pendant les collisions. Le domaine des energies
intermediaires de la physique hadronique est borne d'une part par le domaine des basses energies
specique a la physique nucleaire proprement dite, c'est-a-dire la physique des noyaux, et d'autre
part par le domaine des hautes energies du plasma de quarks-gluons. La frontiere inferieure de la
phase hadronique est associee a des energies qui correspondent au seuil de production des pions.
La frontiere superieure se situe quant a elle au seuil de deconnement des quarks aboutissant au
plasma de quarks-gluons.
De maniere generale les collisions d'ions lourds qui sont generatrices de matiere hadronique
sont des evenements globalement hors equilibre que l'on traite dans un cadre relativiste. De plus,
avec le refroidissement du systeme, l'equilibre thermodynamique local est atteint apres un regime
transitoire.
Le domaine d'application du traitement hydrodynamique d'un systeme est tres vaste. Plus
precisement, il est adapte a tout systeme qui a atteint un etat d'equilibre thermodynamique
local. Il est par exemple utilise en physique hadronique an d'etudier des collisions d'ions lourds
ultrarelativistes et en astrophysique dans les etoiles a neutrons.
L'hydrodynamique permet non seulement d'acceder aux proprietes dissipatives d'un systeme,
comme les coecients de transport, mais egalement de determiner son evolution spatio-temporelle.
Par exemple, pour les collisions d'ions lourds ultrarelativistes on utilise dans les codes de simula-
tions numeriques le prol de temperature en fonction du temps pour tenter de reproduire certains
spectres experimentaux. Me^me si l'on peut s'interroger sur la validite d'un traitement hydrody-
namique pour de tels systemes a petite duree de vie, il n'en reste pas moins que cette approche
est tres largement utilisee dans la litterature, avec succes. En outre, il faut savoir que la produc-
tion de pions est tres importante pendant les reactions de haute energie dans les collisionneurs
ou dans les rayonnements cosmiques. Cependant, les articles publies jusqu'a maintenant ne font
absolument pas reference au fait que la description de la phase hadronique produite lors de ces
collisions est principalement constituee de pions et donc presente une brisure spontanee de la
symetrie chirale. Or, en presence d'un phenomene comme la brisure spontanee de symetrie, la
theorie hydrodynamique elle-me^me doit e^tre modiee. Pour quantier cette modication il est
interessant de determiner, dans un cadre simple, les changements qu'elle genere sur le prol de
temperature utilise dans les collisions d'ions lourds.
Le modele du superuide relativiste sert de base de generalisation pour le uide nucleaire
relativiste. Apres une premiere partie generale sur l'hydrodynamique en presence d'une brisure
de symetrie, nous abordons plus precisement dans une deuxieme partie le probleme de la matiere
hadronique en relation avec la brisure de la symetrie chirale.
Ensuite, pour resoudre analytiquement ou numeriquement les equations obtenues dans les
dierents cas, on utilise la geometrie de Bjorken qui permet de modeliser simplement une collision
d'ions lourds. Enn nous presentons les resultats obtenus et nous les comparons a [106] ou l'auteur
prend en compte d'autres  corrections  au modele du uide ideal comme la dissipation. Pour
nir nous envisageons les cas des pions non massifs et des pions massifs.
Mots-cles :
Symetrie chirale - Matiere hadronique - Hydrodynamique relativiste - Brisure spontanee -
Bosons de Goldstone - Collisions d'ions lourds - Modele de Bjorken
Chapitre 9
Physique hadronique et symetrie chirale
9.1 Physique hadronique
9.1.1 hadrons et quarks
En 1932 Heisenberg est le premier a mettre en evidence la symetrie des forces nucleaires. Ces
symetries sont par exemple visibles dans les doublets d'etats du nucleon (p; n), en relation avec
une parite nucleaire qui echangerait proton et neutron. Ce doublet hadronique puise son origine
dans un autre doublet plus elementaire (u; d), qui est a l'origine de la symetrie d'isospin I. En
outre, la mise en evidence d'une symetrie similaire a celle des rotations permet de comprendre
l'existence de multiplets de me^me moment cinetique de spin, de me^me parite et de masses voisines.
Figure 9.1: Octuplets et decuplets des mesons et baryons constitues des quarks legers u, d et
s. Multiplets usuels de SU(3)f : mesons, assemblage quark-antiquark et baryons, assemblage de
trois quarks. Ces hadrons sont les principaux constituants de la phase hadronique. Figure issue de
[6].
Les mesons sont des bosons et les baryons sont des fermions. Leurs proprietes sont donc in-
trinsequement dierentes. La decouverte des particules etranges permet de classer le grand nombre
de hadrons en multiplets en les associant aux quarks u, d et s. Cette classication s'appuie sur le
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groupe de lie SU(3)f , de l'anglais avour, dont les multiplets sont les representations irreductibles.
Ce groupe de rang deux possede deux generateurs qui commutent : l'hypercharge et l'isospin. L'hy-
percharge est denie par Y = B + S, avec B le nombre baryonique et S l'etrangete. La troisieme
composante d'isospin est notee I3 = Q  12Y , avec Q la charge electrique.
Gell-Mann associe l'origine de cette symetrie a l'existence d'un triplet de constituants fonda-
mentaux, les quarks u, d et s. En 1961 Murray Gell-Mann donne le nom de voie octuple a la
classication des hadrons en mesons et baryons. Il permet de resoudre l'epineux probleme de l'ex-
istence d'un tres grand nombre de hadrons. La voie octuple fait reference a la religion boudhiste
dans laquelle la voie qui mene a la n de la sourance est la voie du milieu [8]. La symetrie devient
exacte quand on se place dans la limite ou on neglige la dierence de masse entre les quarks u, d et
s. La petite brisure de symetrie est due aux dierences de masses entre les particules d'un me^me
multiplet. Les quarks u et d sont consideres comme des saveurs legeres car en realite mu ' 6 MeV,
md ' 10 MeV et ms ' 160 MeV [5].
Les collisionneurs de hautes energies permettent l'acces a des domaines d'energies plus grandes.
De ce fait, ils permettent la mise en evidence des autres particules elementaires, plus lourdes,
comme le lepton  et les autres quarks c; b; t, qualies de saveurs lourdes, l'ordre de grandeur de
leurs masses allant du GeV a 102 GeV [6].
Les mesons les plus legers de la phase hadronique sont des pions +,0 et  . Ils sont formes de
paires quarks-antiquarks des saveurs legeres u et d. Ce sont des mesons pseudo-scalaires Jp = 0 
[111]. Les composantes standards du champs de pion peuvent s'exprimer en fonction des champs
des saveurs legeres mais aussi en fonction des composantes cartesiennes du champs de pion i avec
i f1; 2; 3g :
+ =  u d 0 = 1p
2
(uu  d d)   = ud: (9.1)
+ =   1p
2
(1 + i2) 0 = 3   =
1p
2
(1   i2): (9.2)
Le vecteur ~ dont les composantes sont les composantes cartesiennes i se transforme comme un
vecteur vrai dans l'espace d'isospin.
Le modele des multiplets de hadrons base sur le groupe de saveur SU(3)f ne permet pas
d'expliquer tous les resultats experimentaux. Par exemple, ce modele n'interdit pas l'existence de
hadrons  exotiques  formes d'assemblage a deux quarks ou quatre quarks alors que ces derniers
n'ont jamais ete observes experimentalement, contrairement aux mesons et aux baryons. De plus,
du point de vue statistique, la fonction d'onde totale de certains baryons comme le ++ n'est pas
antisymetrique, ce qui est en complete contradiction avec le principe de Pauli et la statistique de
Fermi-Dirac.
Pour pallier ces problemes, on introduit un nouveau nombre quantique : la couleur, associe
au groupe de transformation SU(3)c. La ChromoDynamique Quantique, de l'anglais Quantum
ChromoDynamics QCD, est la theorie qui integre le traitement dynamique de la couleur.
9.1.2 Chromo-Dynamique Quantique
Dans le domaine des hautes energies, la creation et l'annihilation de particules devient possible.
Pour voir une description pertinente de ces processus, il faut alors se placer dans le cadre de la
theorie quantique relativiste des champs. En eet, Le modele standard actuel, qui decrit les par-
ticules elementaires et leurs interactions, est fonde sur la theorie de champ electro-faible, reunion
des interactions electro-magnetiques et faibles, et de la chromodynamique quantique, basee elle-
me^me sur la force de couleur qui regit l'interaction forte. Les interactions sont donc traitees avec
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un vocabulaire analogue a celui de la synthese additive des couleurs en optique. Les symetries
correspondantes sont associees a l'invariance de jauge locale.
La chromodynamique quantique est une theorie de jauge locale, invariante de Lorentz, integrant
les proprietes de connement des quarks, les six saveurs (d,u), (s,c), (b,t) et les trois couleurs (vert,
bleu, rouge). Selon la theorie des groupes, SU(3)c est associe aux huit gluons colores, bosons
mediateurs de l'interaction entre les quarks. SU(3)f est toujours associe aux saveurs des quarks
colores u, d et s. Pour chaque saveur de quarks, il existe trois couleurs et les champs de gluons ont
huit etats de couleur. Dans cette theorie, les quarks colores n'existent pas a l'etat libre mais dans
des singlets de couleurs qualies d'etats blancs, ce qui est en adequation avec le connement de
la couleur, me^me si ce dernier point n'est pas encore strictement demontre. De plus, la fonction
d'onde spin-saveur-couleur des baryons est alors totalement antisymetrisee.
La densite lagrangienne LQCD associee prend en compte ces dierents aspects.
LQCD = Lquarks + Lint + Lgluons; (9.3)
avec
Lquarks = i
X
f
 f
@ f  
X
f
 fMf f : (9.4)
En pratique, on peut s'aranchir des termes de LQCD se rapportant aux gluons car ils sont in-
variants independamment de Lquarks [5, 107].  f est un quadrispineur pour lequel  f =  yf0.
Mf represente la matrice diagonale des masses des quarks des dierentes saveurs. Les matrices
 verient l'algebre de Cliord [108] et en particulier  +  = 2g avec g le tenseur
metrique,
i =

0 i
 i 0

et 0 =

0  12
 12 0

: (9.5)
Les matrices de l'algebre de Cliord sont des matrices 44 denies ici en representation chirale
[108]. Quand on se place au niveau du secteur des quarks legers u et d de la premiere generation,
de masses respectives mu et md, la densite lagrangienne prend alors la forme :
LQCD = i @    M avec  =

 u
 d

et M =

mu 0
0 md

: (9.6)
9.2 Rappels de symetrie chirale
Selon le theoreme de Nther, l'invariance sous l'action d'un groupe continu d'ordre n implique
l'existence de n charges conservees. En appliquant ce theoreme au systeme etudie, on peut alors
determiner les charges et courants associes.
9.2.1 La symetrie chirale
Symetrie exacte
Dans le secteur des quarks legers u et d, la densite lagrangienne LQCD (9.6) peut se reecrire :
LQCD = i @   mu md2  3   mu+md2   avec  =

 u
 d

et 3 =

1 0
0  1

:
(9.7)
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mu, md,  u et  d sont respectivement les masses et les champs des quarks u et d. De plus,  est
un isospineur pour lequel  =  y0 et 3 est la troisieme matrice d'isospin de Pauli.
Apres ce bref rappel, on peut maintenant examiner les deux types de transformations qui
s'appliquent sur l'isospineur  dans l'espace vectoriel SU(2).
La symetrie vectorielle et la symetrie axiale
La symetrie vectorielle, correspondant a l'isospin, est associee a la transformation :  !
eik
k
2  , ou k est une matrice de Pauli (k = 1; 2; 3) et k est un parametre continu. Dans la
realite, md  mu ' 4 MeV donc il y a une petite violation de la symetrie d'isospin. Cependant,
comme ce terme est negligeable devant l'ordre de grandeur des masses hadroniques estime aMH 1
GeV, on peut donc faire l'approximation mu = md et considerer que cette symetrie est veriee.
De ce fait, cette symetrie est de type Wigner et les hadrons sont classes en multiplets d'isospin car
Ikj0 >= 0 et [Ik;H] = 0, avec Ik l'operateur isospin et H l'hamiltonien. En outre, avec le theoreme
de Nther, on determine la charge associee Qk = Ik et le quadri-courant Vk , ici un vecteur vrai
Qk =
R
d~r y k
2
 ; Vk =   k2  : (9.8)
La symetrie axiale est associee a la transformation :  ! eik k2 5 avec 5 = i0123. Pour
que la symetrie soit realisee, il faudrait que mu = md = 0, ce qui n'est pas possible. En eet,
la masse moyenne des quarks legers est m = mu+md
2
' 8 MeV, la symetrie axiale n'est donc pas
veriee. De plus, gra^ce au theoreme de Nther, on accede aussi a la charge associee Q5k et au
quadri-courant Ak , ici un pseudo-vecteur
Q5k =
R
d~r y5 k
2
 ; Ak =  5 k2  (9.9)
A cause de la brisure explicite de symetrie axiale, il existe une brisure explicite de symetrie
chirale, cela est verie experimentalement. Cependant, comme m  MH , on peut negliger dans
la suite cette brisure explicite de symetrie devant la brisure spontanee de symetrie chirale.
9.2.2 Brisure spontanee et symetrie chirale
 R =
1+5
2
 et  L =
1 5
2
 correspondent respectivement aux champs chiraux droit et gauche.
De plus, pour une particule de masse nulle, la notion de chiralite concide avec la notion d'helicite.
La transformation chirale SU(2)R
SU(2)L, agit independamment sur l'un ou l'autre des champs
 R et  L. Plus precisement, dans SU(2)R :  R ! eik
k
2  R avec  L !  L et dans SU(2)L :
 L ! eik
k
2  L avec  R !  R. En outre, les charges droites et gauches, qui sont les generateurs
des transformations, forment deux algebres fermees separees :
QkR =
R
d~r yR
k
2
 R =
1
2
 
Qk +Q
5
k

; QkL =
R
d~r yL
k
2
 L =
1
2
 
Qk  Q5k

: (9.10)
Par analogie, on peut en deduire les expressions des quadri-courants chiraux droit et gauche.
Dans le secteur des quarks legers, a la limite ou m = 0, LQCD est exactement invariant sous
cette symetrie, les charges sont alors rigoureusement conservees :[QkL;H] = [QkR;H] = 0. Mais
avec m 6= 0, les charges sont quasi conservees car une petite brisure de symetrie axiale entraine
une petite brisure de symetrie chirale. Le nombre de multiplets devrait donc doubler car on associe
a chaque particule un partenaire chiral de masse quasi egale et de parite opposee. En pratique ce
n'est pas le cas car, Q5k ne verie pas la symetrie de Wigner : Q
5
kj0 >6= 0 par opposition a Qk = Ik.
Sous l'action de Q5k, le vide n'est donc pas invariant et la symetrie chirale, n'est apparente ni
dans l'etat fondamental, ni au niveau du spectre des particules, me^me si cet etat possede la me^me
energie que le vide avec une symetrie veriee au niveau du hamiltonien : [Q5k;H] = 0.
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9.2.3 Bosons de Goldstone et brisure spontanee de symetrie chirale
De maniere generale, on se base sur des theories eectives comme les modeles  lineaire et
 non-lineaire pour decrire les mecanismes a l'origine de l'apparition des bosons de Goldstone
associes a la brisure spontanee de symetrie chirale [109].
σ
σ,piV(      )
pi
A
Figure 9.2: Potentiel eectif V (; ) du modele -lineaire. Les deux axes perpendiculaires sont
associes a l'existence des deux types de bosons  et . Le cercle chiral est deni par 2 + ~2 = f 2
et represente les minima du potentiel V (; ). le point A, situe dans une direction perpendiculaire
a l'axe , est un point particulier de ce cercle.
D'apres le theoreme de Goldstone, lors de la brisure spontanee d'une symetrie continue, des
bosons de masse nulle sont generes. Pour la brisure spontanee de symetrie chirale, ces bosons
de Goldstone sont des pions de masse nulle encore appeles pions chiraux, voir partie 10.2. Les
uctuations autour de l'etat fondamental A ne cou^tent aucune energie au systeme. Au contraire,
les uctuations selon l'axe  se font dans le potentiel eectif V (; ) [5, 110, 111]. En outre, le
parametre d'ordre mesurant la brisure spontanee de symetrie chirale est hi = f ' 93 MeV, f
etant la constante de desintegration du pion.
Avec la presence de termes dans le hamiltonien qui brisent explicitement la symetrie chirale,
la masse des pions m ' 140 MeV, me^me si elle est petite n'est plus negligeable devant la
masse typique d'un hadron MH . Dans ce cas ces pions massifs sont en fait des pseudo-bosons de
Goldstone, que l'on considere en pratique comme de veritables bosons de Goldstone. Le theoreme
de Goldstone ne s'applique pas si la symetrie brisee est une symetrie de jauge. Dans ce cas, aucun
boson de Goldstone n'est genere et les bosons de jauge deviennent massifs. On retrouve alors le
mecanisme de Higgs [8].
Le modele -lineaire, caracterise par V (; ), est valide au voisinage de la transition de phase
chirale. Or, parce qu'ils sont les bosons les plus legers, les pions sont les seules particules associees
aux excitations thermiques de basses temperatures. Pour s'aranchir de la prise en compte du
meson , on se tourne donc vers le modele  non-lineaire. Comme le systeme evolue sur le cercle
chiral on substitue 2 par la dierence f 2 ~2. Dans la suite de la partie III, on ecarte la particule
 et on considere le pion  comme un boson de Goldstone.
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9.3 Limite semi-classique en physique nucleaire et axes
d'etude
9.3.1 Limite semi-classique
Avec les hautes temperature generees dans les collisions d'ions lourds l'aspect quantique n'est
pas toujours preponderant. De ce fait, un traitement semi-classique n'est pas denue de sens [7].
Dierentes methodes sont utilisees pour le passage d'un traitement quantique a un traitement semi-
classique, parmi lesquelles gurent les transformations de Weil-Wigner et de Wigner-Kirkwood
[7, 8]. En pratique, pour retrouver l'espace des phases de l'approximation semi-classique a partir du
point de vue quantique, on realise un developpement de Taylor en puissances de ~ et on ne conserve
que le terme d'ordre le plus bas. On utilise alors les crochets de Poisson, analogues classiques des
commutateurs quantiques. Cette limite semi-classique est utilisee a l'echelle mesoscopique pour
decrire l'hydrodynamique de la matiere nucleaire, voir partie 11.1.1.
Ainsi, a l'echelle mesoscopique, en regime hydrodynamique, les variables utilisees sont des
grandeurs moyennees. On peut donc denir par exemple les densites de charge moyenne droite et
gauche R et L. Ce cadre de travail permet de realiser le traitement hydrodynamique relativiste
de la brisure de symetrie chirale dans la matiere nucleaire.
9.3.2 Axes d'etude
Le but de la partie III consiste a etudier l'inuence de la prise en compte de la brisure spon-
tanee de symetrie chirale sur l'etude hydrodynamique de la matiere nucleaire. Dans la gamme
d'energie envisagee, la production de pions est importante pendant la transition de phase entre la
matiere nucleaire et la matiere hadronique. En outre, la transition de phase quarks-gluons n'est
pas observee, il n'y a donc pas de deconnement des quarks. De plus, on considere que le traite-
ment hydrodynamique est valide quand l'equilibre thermodynamique local est etabli a l'echelle
mesoscopique. L'echelle mesoscopique est une echelle intermediaire grande devant l'echelle mi-
croscopique, on peut donc realiser des moyennes statistiques, et petite par rapport a l'echelle
macroscopique, on peut alors se placer dans l'approximation des milieux continus.
De maniere generale, pour decrire l'hydrodynamique des collisions d'ions lourds dans la matiere
nucleaire, un grand nombre d'etudes se basent sur le uide relativiste ideal pour lequel la brisure
de symetrie chirale n'est alors pas prise en compte. Cette hypothese n'est pas rigoureuse au niveau
du principe mais on peut se demander si elle se justie en pratique. Pour repondre a cette question,
on compare trois uides relativistes dierents : le uide ideal sans brisure de symetrie, le uide
ideal avec brisure spontanee de symetrie et le uide dissipatif sans brisure de symetrie.
Dans le cas non dissipatif avec brisure de symetrie, on considere les pions comme de veritables
bosons de Goldstone. Ces pions chiraux sont donc de masse nulle. On se place tout d'abord a
temperature nulle puis a temperature nie.
Dans le cas dissipatif, lorsque l'on considere qu'il n'y a pas de brisure spontanee de symetrie,
pour prendre en compte la dissipation on etudie dierents ordres. A l'ordre zero on retrouve le cas
du uide ideal sans brisure de symetrie. L'ordre un est une premiere approche pour prendre en
compte la dissipation mais a cet ordre le comportement du systeme n'est pas physique car il n'y
a pas de relaxation. Enn, l'ordre deux est plus realiste car a cette ordre, specique de la theorie
de Muller-Israel-Steward, la relaxation du systeme vers l'equilibre est prise en compte. Pour ces
ordres un et deux on envisage alors des pions chiraux ou des pions massifs.
Chapitre 10
Hydrodynamique et brisure de symetrie
Dans ce chapitre on rappelle en premier lieu les principales caracteristiques du traitement
hydrodynamique d'un uide. On envisage alors la cinematique non relativiste puis la cinematique
relativiste sans brisure spontanee de symetrie. Ensuite, on aborde la cas d'une brisure spontanee de
symetrie continue avec l'exemple du superuide relativiste an qu'il serve de base de generalisation
au chapitre 11 pour le traitement hydrodynamique relativiste de la matiere nucleaire.
10.1 Le point de vue hydrodynamique
10.1.1 Le domaine de validite de l'approximation hydrodynamique
Considerons un systeme regi par les lois de la theorie classique, assimilable a un uide. An
d'etudier ce systeme, on doit se donner une echelle de description. L'echelle microscopique est
techniquement inaccessible car, a cette echelle, les grandeurs caracterisant le systeme uctuent trop
rapidement. An de pallier ce probleme, on realise un processus de nivellement en se positionnant a
une echelle intermediaire : l'echelle mesoscopique. En eet, cette echelle etant grande par rapport a
l'echelle microscopique, des moyennes statistiques ont un sens. D'autre part, l'echelle mesoscopique
est tres petite par rapport a l'echelle macroscopique, on peut alors etudier le systeme dans le cadre
de l'approximation des milieux continus : L  , avec L, de l'ordre du libre parcours moyen, et
, longueur caracteristique de variation des grandeurs du systeme, qui s'identie a la longueur
d'onde pour des grandeurs periodiques [112].
Si le systeme etudie est a l'echelle macroscopique faiblement hors equilibre, alors on considere
que celui-ci peut e^tre divise en cellules mesoscopiques qui sont a l'equilibre local. Dans chaque cel-
lule on peut alors appliquer les lois valables a l'equilibre et denir des grandeurs thermodynamiques
comme par exemple la temperature ou le potentiel chimique. Les parametres caracterisant le
systeme sont constants dans une cellule mais varient d'une cellule a l'autre.
Les collisions assurent dans un premier temps la relaxation vers l'equilibre local. Une fois
l'equilibre local atteint, le traitement hydrodynamique du systeme devient valide. Ce traitement
permet la comprehension d'un systeme hors equilibre quand ses proprietes ne varient pas trop
rapidement dans l'espace et le temps. Plus precisement, il faut denir une echelle de longueur
mais aussi une echelle de temps : le regime hydrodynamique correspond aux excitations de basses
frequences et de grandes longueurs d'onde ou la frequence angulaire w et le nombre d'onde k sont
alors petits.
w  1 kL = 2

L 1, L  (10.1)
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On se retrouve donc dans le cadre de l'approximation des milieux continus car les echelles de
longueur sont tres superieures a la taille d'une cellule qui est de l'ordre du libre parcours moyen,
c'est-a-dire la distance entre deux collisions. De plus, les echelles de temps sont de l'ordre du temps
de collision  . Du point de vue spatio-temporel, le systeme est donc proche de l'equilibre.
A cause du grand nombre de constituants dans un systeme, certains phenomenes collectifs
coherents peuvent appara^tre comme par exemple les modes hydrodynamiques.
10.1.2 Les variables hydrodynamiques
De maniere generale, on envisage un systeme globalement hors equilibre, a cause de perturba-
tions diverses. En outre, on se place dans le cas de gure ou son evolution est regie par les lois de
l'hydrodynamique. Le retour a l'equilibre local du systeme apres perturbation etant rapide dans
la majeure partie des situations, le temps caracteristique de relaxation associe est alors petit. Cet
equilibre local est caracterise par les densites associees aux grandeurs conservees. Pour illustrer
notre propos, on peut prendre l'exemple du uide normal pour lequel les grandeurs conservees
sont le nombre de particules, l'energie et la quantite de mouvement, voir la partie 10.1.3. En eet,
l'existence d'une quantite conservee dans un systeme implique la presence d'un mode hydrody-
namique [113]. Cependant, comme on le verra ulterieurement dans la partie 10.2, la reciproque
est fausse. En outre, on peut demontrer que la constante de temps R, associee a la relaxation
des variables hydrodynamiques est inversement proportionnelle au carre du nombre d'onde. On en
deduit donc que R est proportionnelle au carre de la longueur caracteristique des inhomogeneites
spatiales, a savoir la longueur caracteristique .
R / 1
k2
/ 2 ) lim
k!0
R = +1: (10.2)
Dans le regime hydrodynamique, veriant kL 1 et w  1 avec L la dimension caracteristique
d'une cellule et  le temps caracteristique de collision,  et 1=! deviennent tres grandes de-
vant respectivement L et  . Or, les transports des quantites associees aux grandeurs conservees
s'eectuent sur la longueur caracteristique . De ce fait, quand cette longeur est tres grande, c'est-
a-dire pour les faibles gradients, les temps d'homogeneisation deviennent tres longs. A la limite
kL ! 0 et w ! 0, le temps caracteristique R associe au mode hydrodynamique devient alors
inni. En eet, les ecarts par rapport aux valeurs moyennes des quantites conservees s'attenuent
avec un temps inni, ce qui implique une duree de vie innie du mode hydrodynamique associe.
Ce phenomene est du^ au degre de collectivite eleve des modes hydrodynamiques. En outre, ces
modes possedent toute l'information sur les proprietes dynamiques macroscopiques d'un systeme.
Un nombre restreint de variables entre dans la description hydrodynamique d'un systeme. En
eet, contrairement aux temps de relaxation caracteristiques associes au petit nombre de variables
hydrodynamiques, les temps de relaxation des autres degres de liberte restent bornes, me^me a la
limite hydrodynamique. Par exemple, si on a un exces local d'une grandeur quelconque, celle-ci
va relaxer par des processus collisionnels de temps caracteristique tres petits. La disparition de
l'inhomogeneite est alors quasi-instantanee a notre echelle.
Au contraire, un mode hydrodynamique ne verie pas ce processus. L'origine profonde de la
separation des echelles de temps provient du fait que les inhomogeneites spatiales d'une grandeur
conservee ne peuvent pas dispara^tre instantanement. Le processus d'homogeneisation se fait donc
uniquement par transport, diusif ou convectif, des regions de forte densite vers les regions de
faible densite et non par homogeneisation locale, comme c'est le cas habituellement.
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Figure 10.1: Processus d'homogeneisation non local d'une grandeur conservee  sur la longueur
caracteristique , entre les regions R1 et R2.
Le traitement hydrodynamique developpe jusqu'a present est independant de la cinematique.
Nous allons maintenant inclure dans ce traitement la cinematique classique puis la cinematique
relativiste.
10.1.3 Le uide normal non relativiste
Le uide normal, dans un cadre classique c'est a dire non relativiste, est considere comme un
uide non charge, isotrope et non superuide. De plus, on peut montrer que ce uide est decrit
par cinq grandeurs locales : la densite d'energie 0, la densite particulaire n0 et les composantes du
vecteur densite de quantite de mouvement ~p0. Ces grandeurs locales sont alors associees aux cinq
quantites conservees que sont l'energie, le nombre de particules et les composantes de la quantite
de mouvement. De ce fait, le uide normal possede donc cinq modes hydrodynamiques.
Plus precisement, les modes hydrodynamiques sont obtenus en linearisant autour de l'equilibre
les equations de conservation associees. La modelisation des perturbations par rapport a l'equilibre
s'eectue en utilisant un vecteur d'onde ~k. En outre, la frequence des modes hydrodynamiques
permet d'acceder au type de mode, diusif ou propagatif. Le temps de relaxation R est egal a
l'inverse de la partie reelle de cette frequence. On retrouve alors le resultat general R / k 2, voir
la partie 10.1.2. En eectuant un developpement limite a l'ordre k2, on trouve cinq modes. Parmi
ces cinq modes trois modes sont purement dissipatifs et deux modes sont propagatifs amortis.
Les trois modes purement dissipatifs, c'est a dire non propagatifs se scindent en deux modes
visqueux : w =  k2, avec  la viscosite cinematique et un mode thermique : w =  k2, avec
 la diusivite thermique du milieu. L'origine des deux modes visqueux est due a la diusion
de quantite de mouvement dans les directions transverses par rapport au vecteur ~k. Le mode
thermique puise son origine dans la diusion de chaleur.
Les deux modes propagatifs amortis correspondent aux modes sonores : w = ick  k2, avec
c la celerite du son et  , la constante d'attenuation. Leur origine reside dans l'eet combine des
oscillations de pression et du transport de quantite de mouvement dans la direction du vecteur ~k.
Dans certains cas, comme les processus de haute energie, la cinematique classique est insu-
isante. Il faut alors se tourner vers une cinematique relativiste.
10.1.4 Le uide normal relativiste
Dans certaines situations, les energies mises en jeu peuvent donner lieu a l'annihilation et a la
creation de particules. En outre, le uide normal relativiste est le modele adapte a la description
de ces processus. Dans ce cadre d'etude, il n'y a, de ce fait, plus conservation stricte de la densite
particulaire. Cependant, d'autres types de grandeurs sont alors conserves. On peut citer a titre
d'exemples : le nombre leptonique, la charge baryonique, l'etrangete...
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Dans le cadre de la relativite restreinte, l'invariance de Galilee est remplacee par l'invariance
de Lorentz. Les grandeurs indicees par 0 sont ici denies dans le referentiel propre. Comme on a
toujours cinq quantites conservees, dont les densites associees sont 0 = T
00 la densite d'energie,
T 0i la composante i de la densite de quantite de mouvement ou i f1; 2; 3g et n0 la densite de
charge. Cette derniere grandeur correspond pour un uide a la charge baryonique. On peut donc
leur associer cinq modes hydrodynamiques, analogues relativistes des modes du uide normal non
relativiste. Le systeme complet des equations hydrodynamiques peut s'ecrire :
T  = (0 + p0)u
u   p0g ;
@ T
 = 0; @(n0u
) = 0: (10.3)
T  est le tenseur impulsion-energie avec, 0 la densite d'energie, p0 la pression et n0 la densite de
particules. u = (c; ~v) est le quadrivecteur vitesse du uide, veriant uu
 = c2 = 1. ~v represente
la vitesse d'ecoulement du uide,  = (1   (v=c)2) 1=2 correspond au facteur de Lorentz et g
au tenseur metrique [114]. On reconna^t aussi les equations de conservation de l'impulsion-energie
et du nombre baryonique. De plus, en utilisant la dierentielle dP = s0dT0 + n0d0, le systeme
complet (10.3) et en projetant l'equation de conservation du tenseur T  selon la direction du
quadrivecteur u on retrouve alors la conservation de l'entropie, s0 etant la densite d'entropie :
u@T
 = 0 ) @(s0u) = 0: (10.4)
Dans certains cas des degres de liberte supplementaires interviennent, le systeme d'equations
(10.3) devient incomplet, en particulier pour decrire des systemes subissant des brisures spontanees
de symetrie. Il faut alors adapter la methode de description.
10.2 La brisure spontanee d'une symetrie continue
La methode de description precedente est insusante quand le systeme est soumis a la brisure
spontanee d'une symetrie continue, phenomene pouvant se produire lors d'une transition de phase,
car dans ce cas le nombre de degres de liberte augmente.
10.2.1 Inuence du parametre d'ordre
Quand le degre de symetrie du hamiltonien associe a un systeme est superieur a celui de son
etat fondamental, on peut alors dire que le systeme est soumis a une brisure de symetrie. Pour
decrire cette situation, il faut adjoindre aux degres de liberte associes au cas de gure ou la brisure
est absente, un ou plusieurs degres de liberte supplementaires.
Pour decrire le nouvel etat, caracterise par la brisure spontanee de symetrie, on utilise donc
un parametre d'ordre. De maniere generale, quand ce parametre d'ordre devient non-nul, on dit
que la symetrie du systeme est brisee. Ce parametre d'ordre nous informe sur le degre d'ordre
du systeme associe a cette brisure. En outre, les echelles de temps et d'espace sur lesquelles le
parametre d'ordre varie sont comparables a celles des quantites conservees. En fonction du cas de
gure, la dimension du parametre d'ordre change. Il peut prendre la forme d'un nombre reel ou
d'un nombre complexe. Dans le cas de la superuidite, voir partie 10.2.3, il correspond a la valeur
moyenne de la fonction d'onde de la phase superuide et dans le cas de la supraconductivite a
celle du condensat. Il peut aussi e^tre deni par un vecteur comme l'aimantation pour un systeme
ferromagnetique ou un tenseur comme c'est le cas avec la transition de phase smectique-nematique
dans les cristaux liquides [115].
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De plus, de nouveaux modes collectifs, appeles modes de Goldstone, sont observes. Ces nou-
veaux modes sont la signature d'une transition de phase particuliere qui ordonne le systeme. Ce
comportement particulier du systeme, qui puise son origine dans certaines correlations a longues
portees creatrices d'ordre, est le sujet du paragraphe suivant.
10.2.2 Hydrodynamique des modes de Goldstone
D'apres le theoreme de Goldstone [116], lorsque le systeme est soumis a une brisure spontanee
d'une symetrie continue, il apparait alors un ou plusieurs modes collectifs, qualies de modes de
Goldstone. Ces nouveaux modes sont aussi appele modes mous car ce sont des modes collectifs
de basses frequences. Les considerations precedentes ne sont plus vraies pour la brisure spontanee
d'une symetrie discrete et pour la brisure spontanee d'une symetrie de jauge, voir partie 9.2.3.
Me^mes si les causes sont dierentes, les temps de relaxation R d'un mode de Goldstone et
d'un mode hydrodynamique associe a une grandeur conservee, voir partie 10.1.2, possedent une
forme similaire. De ce fait, a la limite des basses frequences et des grandes longueurs d'onde, ce
qui mathematiquement se traduit par w ! 0 et ! +1, le temps caracteristique d'un mode de
Goldstone, a l'instar de celui d'un mode hydrodynamique classique, tend donc vers l'inni.
Les modes de Goldstone sont associes a des particules de masse nulle et au comportement
gregaire, les bosons de Goldstone, excitations immediatement accessibles a tres basse temperature,
dans le domaine situe au dessus de l'etat fondamental. Quand on se place a temperature nie,
la duree de vie de ces excitations est tres grande, du fait de la grande coherence de ces modes
collectifs. En eet, seules les correlations a longue portee sont a l'origine de ces modes [116]. Au
contraire, les correlations a courte portee s'opposent au processus de mise en ordre. Par exemple,
pour la transition ferro-para, ce sont les correlations a courte portee qui ecartent localement
l'aimantation de la direction  choisie  par le systeme lors de la brisure de symetrie. On a donc
localement des uctuations d'orientation du parametre d'ordre, me^me si globalement la direction
du parametre d'ordre ne change pas.
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Figure 10.2: Representation d'une uctuation d'orientation du parametre d'ordre M sur la
longueur caracteristique .
Les uctuations d'orientation ne peuvent dispara^tre dans la region R1 que sous l'action d'une
force de rappel, d'orientation dierente, due a la region R2. Pour que le processus soit ecace,
il faut que ces deux regions soient eloignees d'une distance superieure ou egale a la longueur
caracteristique des inhomogeneites . Les correlations a longue portee sont donc bien generatrices
d'ordre.
Maintenant que l'on considere les brisures spontanees dans le traitement du systeme, on peut
faire l'inventaire du nombre de modes hydrodynamiques correspondant. De maniere generale, les
modes hydrodynamiques peuvent e^tre associes aux grandeurs conservees, voir partie 10.1.2, ou
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comme on vient de le voir a une brisure spontanee de symetrie s'accompagnant de correlations a
longue portee.
Pour resumer, le nombre total des modes hydrodynamiques est egal a la somme du nombre
de modes de Goldstone issus de la brisure spontanee et du nombre de quantites conservees [117].
Cependant, le denombrement de ces modes ne permet pas de savoir si ces modes sont convectifs
ou diusifs. An d'acceder a cette information, il faut donc approfondir l'analyse, comme on l'a
fait pour le uide normal non-relativiste, voir 10.1.3, et se pencher sur le systeme d'equations qui
regit la dynamique du systeme. Par cette methode, on peut par exemple aussi acceder a la nature
des modes pour le cas du superuide relativiste, voir partie 10.2.3, ou pour la matiere nucleaire,
voir partie 11.1.3.
10.2.3 Le cas du superuide relativiste
La transition de phase uide-superuide s'eectue a la temperature critique TC et la brisure de
symetrie associee est de type U(1). Le parametre d'ordre correspondant est <  >=  0e
i, valeur
moyenne de la fonction d'onde  de la phase superuide. Aux cinq modes hydrodynamiques du
uide normal s'ajoute la variable hydrodynamique supplementaire , caracterisant la phase du
condensat superuide. En eet,  0 est une variable hydrodynamique uniquement pres de la tran-
sition de phase [118], dans cette etude on se place donc loin du point critique. Dans le superuide,
loin de ce point critique, le nombre de modes hydrodynamiques s'eleve donc a six.
Le traitement classique de la brisure de symetrie U(1) aboutit au modele phenomenologique des
deux uides de Landau [118, 119]. Dans ce modele, un uide correspond au uide normal de vitesse
~vn et l'autre au superuide, de vitesse ~vs =
~
m
~r. Cette separation en deux uides est articielle
car dans la realite, uide et superuide forment un unique uide. Ce modele permet de donner une
interpretation de la superuidite. Ce phenomene se manifeste par exemple par l'existence d'un
mode hydrodynamique, le second son, qui se propage de maniere coherente, rapide et sans variation
de densite, contrairement a une onde sonore classique. La variable hydrodynamique associee est
la phase du condensat . De plus, il y a changement de la nature du mode de transport de la
chaleur. En eet, le mode n'est plus diusif mais propagatif.
Le traitement relativiste dans le cas ou la dissipation est negligee aboutit a [120, 121, 122] :
T  = (+ p)uu   pg + V 2@@;
@T
 = 0; u@ =  0; @(n0u   V 2@) = 0: (10.5)
Le tenseur T  du superuide contient un terme de plus que son homologue du uide normal, voir
partie 10.3, a savoir V 2@@. Ce terme tient compte explicitement de la brisure de symetrie
U(1) du superuide relativiste. On reconna^t l'equation de conservation du tenseur impulsion-
energie, l'equation d'evolution de la phase du condensat et l'equation de conservation de la densite
particulaire. V 2 represente la densite superuide a la limite non relativiste, 0 =  le potentiel
chimique dans le referentiel propre, avec  le facteur de Lorentz, et u = (1; ~vn) la quadrivitesse
du uide normal. La nouvelle variable hydrodynamique  est reliee au potentiel chimique et gure
aussi dans l'equation de conservation du nombre de particules. D'autre part, gra^ce a la dierentielle
dP = s0dT0 + n0d0 +
1
2
V 2d(@@) et (10.5), on peut retrouver l'equation de conservation de
l'entropie (10.4). Cette equation est la me^me que celle du uide parfait normal, ce qui est coherent
avec l'absence, par hypothese, de toute source de dissipation dans le superuide.
Le modele hydrodynamique du superuide relativiste est utile au chapitre 11 pour la generalisation
du modele hydrodynamique relativiste a la matiere nucleaire avec brisure de symetrie chirale
SU(2)L 
 SU(2)R.
Chapitre 11
Brisure de symetrie chirale et matiere
nucleaire
Le but de ce chapitre consiste a etablir un systeme complet d'equations hydrodynamiques
relativistes pour la matiere nucleaire prenant en compte la brisure spontanee de symetrie chirale
dans la zone centrale de collision en absence de baryons. L'intere^t de cette demarche reside dans
le fait que le systeme d'equations obtenu dans ce cadre particulier est compatible avec le domaine
de validite du modele de Bjorken, il peut donc e^tre utilise au chapitre 12. Le traitement hydrody-
namique a l'echelle mesoscopique impose l'utilisation de grandeurs moyennees comme les densites
de charge moyenne droite et gauche R et L.
Dans un premier temps on pose les bases generales du modele hydrodynamique complet de
la matiere nucleaire. Dans un deuxieme temps on se place dans la zone centrale de collision, en
absence de baryons et on realise un developpement limite a l'ordre deux en champ de pion de la
phase du condensat chiral.
11.1 Modele hydrodynamique complet et matiere nucleaire
Pour etablir le modele hydrodynamique complet, on envisage la brisure spontanee de symetrie
chirale dans le cas ideal d'un uide relativiste parfait. Par hypothese de travail, les phenomenes
dissipatifs sont donc ecartes du modele [123].
La methode generale suivie, an d'obtenir les equations hydrodynamiques qui decrivent la
brisure spontanee de symetrie chirale dans la matiere nucleaire, est relatee dans [122] et les prin-
cipales etapes du raisonnement sont rappelees dans [124]. Cette methode generale est ideale pour
traiter les brisures de symetries. Par exemple, elle peut e^tre utilisee pour determiner le systeme
d'equations hydrodynamiques complet du superuide relativiste (10.5).
La demarche peut se decomposer en etapes charnieres : pour commencer, on determine les cro-
chets de Poisson entre les variables hydrodynamiques. Il faut aussi que les symetries du probleme
soient compatibles avec le hamiltonien le plus general possible. Avec cet hamiltonien et les cro-
chets de Poisson il faut alors calculer les equations hydrodynamiques correspondantes. Par la
suite, comme la densite de moment est egale au ux d'energie, on peut alors utiliser l'invariance
de Lorentz. Pour nir, on peut eectuer la mise en forme du systeme hydrodynamique complet.
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11.1.1 Variables hydrodynamiques et hamiltonien
On peut classer les quatorze degres de liberte hydrodynamiques en deux groupes :
Le premier groupe correspond aux onze variables hydrodynamiques du uide nucleaire qui sont
reliees aux densites des grandeurs conservees. Ces grandeurs sont les trois composantes T 0i de la
densite de moment, la densite d'entropie s, la densite de nombre baryonique n, les trois densites
de charge droite et les trois densites de charge gauche. Dans SU(2), on peut ecrire ces dernieres
sous forme matricielle a l'aide des expressions R  iRi=2 et L  iLi=2.
Le deuxieme groupe de variables est forme par les modes de Goldstone qui sont relies a la brisure
spontanee de symetrie. En outre, pour la symetrie chirale, les bosons associes a ces trois modes
sont les pions. En coordonnees cartesiennes les champs de pions s'ecrivent 1, 2, 3. Dans SU(2),
ces modes peuvent donc avoir une representation matricielle. Plus precisement, les trois degres
de liberte sont associes aux trois generateurs innitesimaux de la transformation :   ei~ :~=f ,
qualiee, par analogie avec le modele du superuide, de phase du condensat chiral. En eet, la
matrice  represente la generalisation dans SU(2) de la phase du condensat superuide , avec 
appartenant a U(1).
De maniere generale, la methode utilisee s'appuie sur la mecanique analytique [125]. Dans ce
cadre, on eectue le passage de l'espace de Hilbert a l'espace des phases et l'algebre des crochets
de Poisson remplace l'algebre de Lie entre les commutateurs. De plus, les operateurs associes a
la premiere quantication dans l'espace de Hilbert retrouvent le statut de grandeurs classiques
dans l'espace des phases. Dans cet espace, le caractere non-abelien de l'algebre de SU(2) n'est
alors plus d'origine quantique mais d'origine matricielle. Pour illustrer notre propos, on peut pren-
dre l'exemple des crochets de Poisson caracterisant la symetrie chirale. A l'echelle mesoscopique,
les composantes des charges R et L forment, comme c'est aussi le cas pour leurs operateurs
quantiques associes (9.10), avec abc le tenseur completement antisymetrique de Levi-Civita, deux
algebres fermees et separees
aL(~x); 
b
R(~y)
	
= 0;
aR(~x); 
b
R(~y)
	
=  abccR(~x)3(~x  ~y);
aL(~x); 
b
L(~y)
	
=  abccL(~x)3(~x  ~y): (11.1)
A l'echelle mesoscopique, les densites de charge R et L sont les generateurs des rotations chirales.
De plus, les crochets de Poisson des composantes aR et 
a
L avec  et 
y ne s'annulent pas.

aR(~x);(~y)
	
=   i
2
a(~x)3(~x  ~y); aR(~x);y(~y)	 = i2y(~x)a3(~x  ~y);
aL(~x);(~y)
	
=
i
2
(~x)a3(~x  ~y); aL(~x);y(~y)	 =   i2ay(~x)3(~x  ~y): (11.2)
On peut faire le me^me constat pour les crochets de Poisson de la composante de la densite de
moment T 0i avec L, R,  et 
y.
T 0i(~x);(~y)
	
=  @i(~x)3(~x  ~y);

T 0i(~x);y(~y)
	
=  @iy(~x)3(~x  ~y);
T 0i(~x); R(~y)
	
= R(~x)@i
3(~x  ~y); T 0i(~x); L(~y)	 = L(~x)@i3(~x  ~y): (11.3)
D'apres les symetries du systeme, le hamiltonien le plus general prend la forme :
H =
Z
dx3T 00
 
T 0i; s; n; aR; 
a
L;;
y; @i; @iy

: (11.4)
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Dans la denition de H, on considere la densite volumique d'energie T 00 comme une fonction des
quatorze degres de liberte hydrodynamiques et des derivees partielles premieres @i et @i
y car on
suppose que  et y sont des fonctions lentement variables spatialement. Les derivees partielles
des ordres superieurs ne sont donc pas prises en compte. En outre, la dierentielle totale de la
densite d'energie prend la forme
dT 00 = Tds+ dn+ vidT 0i + Tr
h
RdR + LdL + 
yd + dy + yi d@i + d@i
yi
i
; (11.5)
avec respectivement T , , vi, R, L,  et i, les variables thermodynamiques conjuguees a celles
deja enoncees pour le hamiltonien (11.4). Le caractere non-abelien du groupe des matrices de
SU(2) nous oblige a e^tre vigilant lors des permutations. Au contraire, ce n'est plus le cas a
l'interieur d'une trace ou les elements sont invariants par permutation circulaire. De plus, gra^ce a
une transformation de Legendre, on peut determiner la pression p ainsi que sa dierentielle totale
dp :
p = viT 0i + Ts+ n+ Tr [RR + LL]  T 00; (11.6)
dp = T 0idvi + sdT + nd+ Tr
h
RdR + LdL   yd  dy   yi d@i  d@iyi
i
: (11.7)
11.1.2 Equations hydrodynamiques et developpement limite d'ordre
quadratique
La methode generale pour etablir les equations hydrodynamiques du systeme se base sur l'u-
tilisation des relations (11.8), avec H le hamiltonien du systeme et F (a; b; c; d; :::) une fonction de
plusieurs variables hydrodynamiques a, b, c, d,...[125] :
@a
@t
=

H; a
	
;

F(a; b; c; d; :::); a
	
=
@F
@b

b; a
	
+
@F
@c

c; a
	
+
@F
@d

d; a
	
+ ::: (11.8)
Maintenant que l'on conna^t les crochets de Poisson associes aux variables hydrodynamiques de
la matiere nucleaire, voir partie 11.1.1, on peut alors determiner le systeme complet d'equations
hydrodynamiques associe
@tT
0k =  @iT ik;
@tn =  @i(nvi);
@tR =  @i(Rvi)  i
2
[R; R] +
i
2
h
(y   @iyi )  (   @ii)y
i
;
@tL =  @i(Lvi)  i
2
[L; L]  i
2
h
(y   @iyi )  y(   @ii)
i
;
@t =  vi@i  i
2
(L  R); (11.9)
avec la composante spatiale du tenseur impulsion-energie T ik = pik+viT 0k+Tr
h
yi @k + @k
yi
i
.
L'egalite entre le ux d'energie et la densite de moment @tT
00 =  @iT 0i entra^ne l'invariance
relativiste. Ensuite, a partir du systeme d'equations hydrodynamiques (11.9), on trouve en utilisant
la denition de T 0i :
T 0i =
@p
@vi
= vi
 
Ts+ n+ vkT 0k + Tr [RR + LL]

+ Tr
h
vk@k
yi + 
y
i v
k@k
i
  i
2
h
(L
y   Ry)i   (L  R)yi
i
: (11.10)
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A ce niveau, la seule hypothese sur la structure du hamiltonien est la lente variation spatiale
de  et de y, les derivees partielles premieres @i et @iy etant alors petites.
Dans la suite de l'etude, on suppose aussi que les charges R, L sont petites. Ces deux hy-
potheses sont plausibles car quand la symetrie chirale est veriee exactement  est constante et L,
R sont nulles. De plus, les deux hypotheses precedentes sont en accord avec une lente dependance
spatio-temporelle de . De ce fait, elles autorisent un developpement limite au plus bas ordre en
 d'ou une dependance spatio-temporelle d'ordre quadratique en . On en deduit que la densite
d'energie T 00 est alors de la forme
T 00 = 0(s; n; T
0i) + 1;
avec 0 la densite d'energie du uide normal relativiste, voir la partie 10.1.4, et 1 la densite
d'energie associee aux termes chiraux de plus bas ordre par rapport a , y et a leurs derivees
spatiales respectives @i et @i
y donc
1 =
f2s
4
(ij   1  v
2

1  v2v2
vivj)Tr

@i@j
y+ 1
2f2t (1  v2v2)
Tr

(L   Ry)2

+
1
2f2v
Tr

(L + R
y)2
  i v2
2(1  v2v2)
vkTr

(L@k
y + y@kR)

: (11.11)
Dans (11.11), v  fs=ft represente la vitesse du pion alors que fs; ft et fv sont des fonctions
de la temperature T = T0= et du potentiel chimique  = 0=. Ces grandeurs peuvent e^tre
determinees dans le cadre de la chromodynamique quantique, via la thermodynamique. ft et fs
correspondent aux constantes de desintegration temporelle et spatiale du pion. Si on se place a
temperature nulle, comme l'invariance de Lorentz est dans ce cas veriee a l'echelle microscopique
alors fs = ft. Cependant, a temperature nie, et de maniere generale a cause de la presence d'un
bain thermique, l'invariance de Lorentz a l'echelle microscopique n'est plus veriee. De ce fait, il
n'y a plus egalite entre fs et ft.
11.1.3 Systeme complet d'equations hydrodynamiques
An de reecrire les equations du systeme sous forme covariante, c'est-a-dire un systeme d'equa-
tions qui conserve la me^me forme par changement de referentiel, l'utilisation de combinaisons
lineaires des variables initiales s'impose. On peut donc denir deux combinaisons de potentiels
chimiques et deux combinaisons de charges, a savoir V = (L + R
y), A = (L   Ry),
V = (L + R
y) et A = (L   Ry). Dans cette optique, la mise sous forme covariante a
l'ordre quadratique de la densite d'energie en utilisant K^ = T0
@
@T0
+ 0
@
@0
, permet d'ecrire :
T 00 = (K^   1)p0 + 1
4
(K^ + 1)(f2t   f2s )uuTr

@@
y+ (K^   1)1
4
f2sTr

@@
y

+(K^ + 1)
1
4
f2vTr

(V )
2

: (11.12)
Par transformation de Legendre, on en deduit la pression, toujours a l'ordre quadratique :
p = p0 +
1
4
f 2sTr

@@
y

+
1
4
(f 2t   f 2s )uuTr

@@
y+ 1
4
f2vTr

(V )
2

: (11.13)
On peut donc etablir la forme covariante du tenseur impulsion-energie, a l'aide des expressions
(11.10), (11.12) et (11.13). On obtient alors :
T  = (+ p)uu   pg + 1
4
f2sTr

@@y + @@y

: (11.14)
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Dans (11.14), les deux premiers termes du membre de droite de T  correspondent au tenseur
impulsion-energie du uide parfait relativiste, voir partie 10.3. En outre, le dernier terme du
membre de droite, proportionnel a f 2s , est associe a la brisure spontanee de la symetrie chirale.
Ainsi, le systeme complet est decrit par quatorze equations hydrodynamiques, le nombre de
variables hydrodynamiques etant comme on l'a deja evoque precedement lui aussi de quatorze :
@T
 = 0 @(n0u
) = 0; (11.15)
i@(f
2
s@
y + (f2t   f2s )uu@y) + [u@y;
f 2v
2
V ] = 0; (11.16)
@(
f 2v
2
V u
) +
1
2
[u@
y;
f2v
2
V ] = 0: (11.17)
En outre, dans les quatorze equations on retrouve les cinq equations du uide normal relativiste
et neuf autres equations se rapportant a l'hydrodynamique de la symetrie chirale. Ces dernieres
correspondent a l'equation du premier ordre en  (11.17) et a l'equation du second ordre en 
(11.16). De plus, on peut montrer que les neuf equations speciques de la symetrie chirale sont
equivalentes a l'equation du premier ordre en  et aux equations @J

L = 0 et @J

R = 0 avec
JR =  
i
4

(f 2t   f 2s )uuy@ + f 2sy@

+
1
4
uyf2vV; (11.18)
JL =  
i
4

(f 2t   f 2s )uu@y + f 2s@y

+
1
4
uf 2vV : (11.19)
Pour nir, le systeme hydrodynamique etant ferme, le probleme est donc en theorie soluble.
Cependant, en pratique la demarche est ardue. D'autre part, a partir de ce systeme complet, on
peut retrouver la conservation de l'entropie par la me^me demarche que celle de (10.4).
11.2 Hypotheses simplicatrices pour le systeme complet
Maintenant que les principales notions, necessaires a la comprehension du probleme ont ete
presentees, on peut desormais aborder le probleme de maniere plus concrete. La suite de l'etude
consiste a essayer de mettre en evidence les ecarts dus a la brisure spontanee de symetrie chirale par
rapport au uide nucleaire standard ou la symetrie chirale est veriee exactement. La resolution
globale du probleme etant compliquee, nous allons donc restreindre le domaine de validite.
11.2.1 Absence de production de baryons
Dans les collisions d'ions lourds relativistes le nombre de mesons produits est tres important.
De ce fait, lors de ce type de collision, le nombre de baryons crees dans la zone centrale de rapidite
est negligeable devant le nombre de mesons, voir partie 12.1.1. Dans la suite de l'etude, nous
supposons donc que le nombre de baryons est nul, ce qui se traduit par V = 0 et n0 = 0. Le
systeme complet d'equations se reduit alors a :
T  = (+ p)uu   pg + 1
4
f2sTr

@@y + @@y

(11.20)
@T
 = 0 (11.21)
p = p0 +
1
4
f2sTr

@@
y

+
1
4
(f 2t   f 2s )uuTr

@@
y (11.22)
i@(f
2
s@
y + (f 2t   f 2s )uu@y) = 0: (11.23)
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11.2.2 Developpement limite en champ de pion
Le developpement limite a l'ordre zero correspond au cas de gure ou la production de pions est
nulle, la phase du condensat est alors  = 1. On se place desormais dans le cas ou le developpement
limite de la phase  du condensat chiral en puissances de ~ :~ est verie, avec ~ vecteur dont les
composantes sont les matrices de Pauli et ~ le champ de pion classique. En se limitant a l'ordre
quadratique en ~ :~ on obtient pour 
 = exp

i
~ :~
f

' 1 + i~ :~
f
  1
2

~ :~
f
2
+ o
 
(~ :~)2

: (11.24)
En realisant le developpement limite au premier ordre en ~ :~ des equations (11.20), (11.21),
(11.22) et (11.23) on retrouve le systeme complet d'equations associe au uide normal relativiste
sans baryons et sans brisure spontanee de symetrie chirale, voir partie 10.3.
Par contre, le developpement limite au deuxieme ordre dans le developpement en champ de
pion ~ :~ de ces me^mes equations permet d'aboutir a
T  = (+ p)uu   pg + 1
4
f2s
f2
Tr [@(~ :~)@(~ :~) + @(~ :~)@(~ :~)] (11.25)
@T
 = 0 (11.26)
p = p0 +
1
4
f2s
f2
Tr [@(~ :~)@
(~ :~)] +
1
4
(f 2t   f 2s )
f2
uuTr [@(~ :~)@(~ :~)] (11.27)
@

(f 2t   f 2s )
f2
uu@(~ :~) +
f2s
f2
@(~ :~)

= 0: (11.28)
Avec la me^me methode que celle utilisee pour le uide normal (10.4), on retrouve alors la
conservation de l'entropie avec le developpement limite a l'ordre deux en champ de pion.
Ces equations sont applicables pour de petites uctuations chirales dans la zone centrale,
independamment de toute consideration de geometrie. Dans le chapitre 12, on se place dans la
geometrie de Bjorken (1 + 1) an de quantier les ecarts generes par la brisure spontanee de
symetrie chirale sur le uide normal relativiste.
Chapitre 12
Applications aux reactions entre ions
lourds
Comme on l'a deja evoque au chapitre 10, le point de vue hydrodynamique est frequemment
utilise pour decrire les uides a basses frequences et grandes longueurs d'onde. Dans ce cadre, le
systeme est decrit gra^ce a un nombre restreint de degres de liberte, les variables hydrodynamiques.
Dans ce chapitre, nous utilisons le systeme complet d'equations etabli a la n du chapitre 11, voir
partie 11.2.2, dans une geometrie particuliere, la geometrie de Bjorken (1 + 1).
Le but de ce chapitre consiste dans un premier temps a rappeler les grandes lignes du modele
de Bjorken pour le uide ideal. Dans un deuxieme temps on etudie les ecarts induits par la prise
en compte de la brisure spontanee de symetrie chirale sur l'evolution de la matiere nucleaire sans
dissipation. Dans un troisieme temps on s'interesse aussi a la prise en compte de la dissipation
dans la matiere nucleaire mais cette fois sans brisure de symetrie chirale [123].
12.1 Domaine de validite du modele de Bjorken
12.1.1 Regime de transparence et zone centrale
Le modele de Bjorken est souvent associe au point de vue hydrodynamique pour decrire
la dynamique des collisions d'ions lourds ultrarelativistes. Une des particularites du modele de
Bjorken reside dans le fait que les solutions obtenues pour decrire l'evolution de la pression P ,
la temperature T , la densite d'energie  et la densite d'entropie s sont analytiques, voir partie
12.1.3.
Parmi les dierentes approches, certaines envisagent la collision entre deux ions lourds ultra-
relativistes identiques [126, 127]. La nature relativiste de cette collision impose la dilatation des
temps et la contraction des longueurs paralleles au mouvement par rapport aux referentiels pro-
pres des ions lourds. Avec les notations choisies, l'axe du boost de Lorentz est oriente selon z.
Les vitesses n'etant plus additives sous la transformation de Lorentz, on utilise leurs analogues
relativistes, les rapidites y.
y = arcth(vz) =
1
2
ln

E + Pz
E   Pz

;
avec E, l'energie, Pz l'impulsion selon l'axe z d'une particule et vz =
Pz
E
. De plus, il faut utiliser
le temps propre  = t

, temps dans le referentiel de repos d'une particule, a la place du temps t a
cause de la perte du caractere absolu de ce dernier.
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Figure 12.1: Collision dans le centre de masse de deux ions lourds ultrarelativistes identiques A et
B. cm represente le facteur de Lorentz dans le referentiel du centre de masse et R correspond au
rayon propre des noyaux. Dans le referentiel du centre de masse, il y a contraction de la longueur
parallele a la direction du boost de Lorentz par rapport au referentiel propre. Figure adaptee de
[128].
Experimentalement, on peut avoir acces au nombre de particules N, produites par unite de
rapidite dN
dy
. Pendant les collisions, un grand nombre de mesons et de baryons secondaires sont
crees dans la region de rapidite entre le projectile et la cible. On peut citer par exemple les pions
+;  ; 0, les kaons K+, K , K0, voir partie 9.1.1.
En outre, le traitement hydrodynamique de l'evolution du systeme n'est pas valide aux premiers
instants des collisions mais a partir du moment ou l'equilibre local est atteint, c'est a dire pour
  0 ' 1fmc . De plus, pour les domaines de tres haute energie comme Ecm  100A.MeV [128],
avec A le nombre de nucleons, les echelles de temps des mecanismes d'expansion hydrodynamique
et de production de particules sont decorrelees.
dy
y
0
mésons
baryons
du progectile
fragmentation
de la cible
dN
fragmentation
centralplateau
fragmentation du
projectile
fragmentation de la
cible
és s
aryons
Figure 12.2: Vision schematique de dN
dy
en fonction de la rapidite y dans une collision d'ions lourds
a tres haute energie. Trois zones sont visibles, une zone centrale et deux zones peripheriques. Figure
adaptee de [128].
Le nombre de baryons est important dans les deux zones peripheriques de fragmentation de la
cible et du projectile. Dans la zone centrale, correspondant a y ' 0, la production de mesons est
tres importante tandis que les baryons sont quasi absents. De ce fait, dans la suite de l'etude on
suppose que le nombre de baryons est nul dans la zone centrale.
En outre, comme le nombre de particules produites par unite de rapidite dans cette zone
centrale presente un plateau, on peut donc en premiere approximation le considerer constant lors
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de collisions A+ A de particules identiques
dN
dy

A+A
' constante: (12.1)
La validite de cette hypothese sur la distribution de rapidite s'appuie sur l'extrapolation de
resultats experimentaux analogues lors des collisions p+ p entre protons.
Contrairement au cas general, ou les observables dependent de la rapidite y, dans la zone
centrale on peut donc adopter un traitement simplie ou on suppose l'independance de ces me^mes
observables par rapport a y. De plus, les mesons sont principalement des pions car, leurs energies de
masse etant plus petites que celles des autres mesons, ils sont formes prioritairement. En pratique
ils correspondent a 90% de la totalite des mesons. Dans la suite de l'etude on suppose donc que
les pions sont les seuls mesons formes.
L'ensemble des hypotheses simplicatrices precedentes concernant la zone centrale sont in-
trinseques au modele de Bjorken.
12.1.2 Rappels sur le modele de Bjorken sans brisure de symetrie
Dans la gamme de hautes energies Ecm  100A.MeV [128, 129, 130] les deux noyaux ne
sont pas stoppes pour former un noyau compose chaud comme c'est le cas pour les gammes
d'energies inferieures mais se transpercent mutuellement et sont alors transparents l'un par rapport
a l'autre. Parmi les dierents modeles simples decrivant les collisions d'ions lourds, celui de Bjorken
est souvent utilise pour decrire les collisions centrales symetriques. Plus precisement, le modele
de Bjorken est un modele hydrodynamique a (1 + 1) dimensions qui est valide dans la region
centrale de collision. D'apres les dimensions du modele, le systeme est represente par un cylindre de
rayon tres grand. Pendant la collision l'expansion transversale est alors negligee devant l'expansion
longitudinale car on neglige l'epaisseur longitudinale des noyaux. En outre, on suppose alors que
les coordonnees longitudinales des nucleons d'un me^me noyau sont identiques.
oo
B A B’A’
Figure 12.3: Schema d'une collision d'ions lourds ultrarelativistes dans le modele de Bjorken
(1 + 1). A, B et A0, B0 representent respectivement les noyaux avant et apres collision. La region
entre A0 et B0 represente la zone centrale de production de pions. Figure adaptee de [129].
L'evolution du systeme peut e^tre visualisee dans un diagramme d'espace-temps caracterise par
le temps propre  et la rapidite y qui sont les variables naturelles du modele de Bjorken. Dans
ce diagramme les temps propres sont representes par des hyperboles situees a l'interieur du co^ne
de lumiere. La rapidite y est la coordonnee permettant de se deplacer sur ces hyperboles. Les
conditions initiales du uide nucleaire sont donc caracterisees par une hyperbole de temps propre
constant 0. Les particules secondaires de cette collision possedent une distribution en vitesse et
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leurs temps caracteristiques de desintegration verient   0 = 1fmc . De plus, une des specicites
de la cinematique relativiste impose des temps de vie d'autant plus longs que les vitesses des
particules sont elevees. Par exemple dans la gure 12.4 avec la convention c = 1, des particules
assimilees a des particules libres, creees en (t; z) = (0; 0), se desintegrent sur l'hyperbole de temps
propre  =
p
t2   z2.
Comme on l'a deja evoque pour le nombre de particules par unite de rapidite dans la zone
centrale, voir partie 12.1.1, les proprietes du systeme sont independantes de la rapidite le long
de l'hyperbole 0. L'invariance selon l'axe z par transformation de Lorentz est alors veriee pour
le systeme ainsi que pour les equations hydrodynamiques qui le caracterisent. Les proprietes du
uide au point de coordonnee z se deduisent de celles en 0. Comme la vitesse du uide est nulle
en z = 0, la quadrivitesse peut s'ecrire u = (1; 0; 0; 0), ce qui en z devient u = x


= ( t

; 0; 0; z

),
par transformation de Lorentz suivant l'axe z, dont la vitesse est v = z

.
t
z
projectile
phase hydrodynamique
cible
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de la cible
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=1fm/cτ
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Figure 12.4: Evolution dans l'espace-temps de la region centrale de rapidite dans le modele de
Bjorken. L'evolution hydrodynamique du systeme est situee entre l'obtention de l'equilibre local
en 0 et le freeze-out en f . Figure adaptee de [127].
Le diagramme d'espace-temps est constitue de dierentes zones representant chacune une etape
de l'evolution du systeme pendant son refroidissement [128]. Par ordre chronologique, dans la
premiere etape   0, le systeme se thermalise pour atteindre l'equilibre local en  = 0 ' 1fmc .
Ensuite dans la deuxieme etape, pour   0, la symetrie du modele est realisee. Dans le cadre
de cette theorie eective, la transition de phase du plasma de quark-gluons, si elle existe, est
incorporee dans le processus de thermalisation du systeme. Le refroidissement du systeme aboutit
alors a la phase d'hadronisation des quarks en mesons et baryons [128]. De ce fait, dans la zone
centrale le point de vue hydrodynamique du gaz de pions devient valide. Pour nir, dans la
troisieme etape le gaz de pions evolue jusqu'a f , temps de  freeze-out , contemporain de la
liberation des pions. Les pions peuvent alors s'echapper du milieu dense et deviennent libres dans
ce regime asymptotique.
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12.1.3 Caracteristiques du modele
De maniere generale, les grandeurs caracterisant le systeme sont des fonctions des deux vari-
ables naturelles du probleme, le temps propre  et la rapidite y.
De plus, on relie ces variables ( ,y) aux variables (t,z) en utilisant les relations
t(; y) =  cosh(y) et z(; y) =  sinh(y): (12.2)
Dans la zone centrale, voir partie 12.1.1, par hypothese ces grandeurs sont independantes de
la rapidite. Dans le modele de Bjorken a (1 + 1) dimensions, ce cas de gure est plausible si
  R=c ' 6fm=c, ou R est le rayon des noyaux. Pour des temps propres superieurs il faut prendre
en compte l'expansion transverse et donc utiliser un modele a (3+1) dimensions [129]. Dans la zone
centrale les observables comme la densite d'energie , la pression p, la temperature T , la densite
d'entropie s deviennent independantes les unes des autres et sont des fonctions de la seule variable
 . Le systeme est alors soluble analytiquement en se basant sur l'hydrodynamique relativiste du
uide normal, voir partie 10.3, et les lois de la thermodynamique. Dans ce cas particulier le
nombre baryonique est nul donc dE=TdS-pdV d'ou une enthalpie volumique w =  + p = Ts.
Ainsi, on peut determiner la dependance en  de chacune de ces grandeurs.
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@
+
s

= 0 ) s() = s(0)0

(12.3)
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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@
+
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p

= 0 ) p() = p(0)
0

4=3
: (12.6)
De plus, l'equation d'etat du systeme est celle d'un gaz de Bose de masse nulle, les pions etant
ultrarelativistes. On a donc une loi de type loi de Stephan
p = aT 4 =

3
avec a = g
2
90
; (12.7)
ou g = 3 est la degenerescence due aux pions 
+,  , 0 [128, 130]. De plus, on peut retrouver
l'equation (12.6) a partir des equations (12.5) et (12.7).
En outre, pour 0 ' 1fmc correspondant au debut de l'evolution hydrodynamique, les conditions
initiales associees sont
(0) ' 210MeV:fm 3 P (0) ' 70MeV:fm 3
T (0) ' 200MeV s(0) ' 1:4fm 3 (12.8)
12.2 Geometrie de Bjorken et brisure de symetrie chirale
12.2.1 Developpements limites en ~ :~ dans la zone centrale
Le but de cette partie consiste a essayer de generaliser le modele de Bjorken en tenant compte
de la brisure spontanee de symetrie chirale. La demarche n'est pas facile dans le cas general car
les hypotheses du modele de Bjorken standard ne sont pas toutes compatibles avec cette brisure.
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Par exemple, l'invariance par translation selon la direction z de la transformation de Lorentz est
brisee. Cette brisure de symetrie interne est visible dans le hamiltonien a cause de la presence
de termes se rapportant a la brisure de la symetrie chirale. En outre, les termes dans le tenseur
impulsion-energie T  qui brisent la symetrie chirale ne verient pas la symetrie d'espace-temps.
Les grandeurs pertinentes du systeme sont des fonctions des deux variables naturelles : temps
propre  et rapidite y. De maniere generale c'est la dependance par rapport a y qui rend le probleme
dicile hors de la region centrale ou la rapidite y n'est pas nulle. Dans la suite de l'etude on ne
considere dans la zone centrale que la dependance par rapport a la variable  et on pose y = 0.
De ce fait, dans la zone centrale, on retrouve alors la symetrie de Bjorken, a savoir l'independance
des variables par rapport a y. Comme dans le modele de Bjorken standard, on suppose aussi que
le nombre de baryons dans cette zone centrale est nul.
On envisage maintenant le developpement limite en champ de pion du condensat chiral .
Dans le developpement limite au premier ordre en ~ :~, les termes de brisure sont inexistants, pour
le tenseur impulsion-energie T  ainsi que pour les equations d'evolution des grandeurs speciques
du systeme. Les equations hydrodynamiques sont alors celle du uide parfait relativiste et on
retrouve les resultats du modele de Bjorken standard, voir partie 12.1.3.
Au contraire, avec le developpement limite au deuxieme ordre en ~ :~, on observe des termes
speciques de la brisure de symetrie chirale. Seule la forme analytique de la densite d'entropie est
identique a (12.3), obtenue pour le modele de Bjorken standard malgre la prise en compte de la
brisure de symetrie chirale.
@s
@
+
s

= 0 ) s() = s(0)0

: (12.9)
Les autres equations concernant la densite d'energie  et la temperature T ne sont plus a pri-
ori solubles analytiquement. Ces dernieres prennent la forme d'un systeme d'equations couplees,
constituant une generalisation des equations (12.4) et (12.5)
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De plus, la pression est determinee a partir de la generalisation de l'equation d'etat (12.7). Celle-ci
n'est alors plus celle d'un gaz de Bose ultrarelativiste.
p = aT 4 +
1
4
f2t
f2
Tr
"
@~ :~
@
2#
: (12.12)
Pour nir, an de fermer le systeme d'equations, il faut utiliser l'equation d'evolution du champ
de pion (11.28) dans la geometrie de Bjorken
f 2t
f 2
@2~ :~
@ 2
+

1

f 2t
f 2
+
@
@

f 2t
f 2

@~:~
@
= 0: (12.13)
Les termes speciques de la brisure interviennent sous forme de traces Tr excepte dans (12.13). Le
systeme d'equations est maintenant ferme donc soluble numeriquement si on conna^t les formes
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analytiques des constantes de desintegration ft, fs et f = 93 MeV . La resolution de (12.13), et
la forme analytique (12.9) donnent acces a (12.10). On peut alors resoudre les equations (12.11)
et (12.12).
Comme il n'existe pas d'expressions analytiques generales pour ft et fs en fonction de la
temperature, on est amene a faire des hypotheses simplicatrices. On envisage ensuite deux pos-
sibilites : temperature nulle d'ou une independance de ft et fs par rapport a la temperature et
temperature nie avec une dependance en temperature pour ft et fs valide aux basses temperatures.
12.2.2 Constantes de desintegration independantes de la temperature
Systeme d'equations associe
Une hypothese simple, justiee pour les basses temperatures, consiste a considerer que ft =
fs = f. La validite de cette hypothese s'appuie sur le fait que, me^me si a temperature nie ces
fonctions ne sont pas egales, voir partie 11.1.2, leurs corrections pour les basses temperatures
sont en T 2 [5]. De ce fait, les corrections pour f2t , f
2
s et f
2
t   f 2s sont alors en T 4. En outre,
comme Tr[~ 2] = 2, avec ~ le vecteur dont les composantes sont les matrices de Pauli, le systeme
d'equations prend la forme
s() = s(0)
0

(12.14)
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avec i la composante cartesienne i du champ de pion ~ veriant if1; 2; 3g. Par hypothese i est
independante de la rapidite y et ne dependant que du temps propre  dans la zone centrale.
Expression analytique du champ de pion ~ et matrice densite
La forme analytique de la composante i() du champ de pion se determine par integration
de l'equation (12.18) correspondant au laplacien a une dimension en coordonnees cylindriques. La
condition initiale est i(0) = 0 car les pions sont inexistants pour  < 0.
@i
@
=
A

) i = A ln


0

: (12.19)
Dans le systeme complet d'equations, seule la derivee du champ de pion par rapport au temps
propre intervient. L'evolution du systeme est donc independante de la condition initiale pour le
champ de pion i(0). Ainsi, seule la connaissance de A est necessaire. A est en fait une variable
aleatoire car on ne peut pas determiner la valeur exacte de A, la vitesse des pions formes en
=0 pouvant varier. Pour aller plus loin, on determine la distribution des valeurs de A en 0 car,
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avec ces conditions initiales dierentes, on peut proceder a des moyennes. On peut ainsi etablir
la distribution de la variable aleatoire A en 0 et determiner le comportement du systeme dans la
limite des grands nombres.
Dans la densite d'energie le terme caracterisant la brisure spontanee (11.11) peut s'ecrire
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2
: (12.20)
La matrice densite du systeme  est alors
 = exp
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Si on considere la symetrie d'isospin veriee on a g = 3 et la constante d'integration A devient
independante de i. La matrice densite peut donc s'ecrire
 / exp
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: (12.22)
De plus, pour =0, la matrice densite est une gaussienne centree en 0 dont il faut determiner
la variance. Si V0 est le volume initial dans le referentiel du centre de masse et cm le facteur de
Lorentz assurant le passage entre les deux referentiels alors V0=cm est le volume initial du systeme
dans le referentiel du laboratoire
(0) / exp
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2
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: (12.23)
Le volume initial est suppose de la forme V0 = R
2:2c0 avec R ' 5fm le rayon des noyaux
projectile et cible comme on peut le voir dans la gure 12.1 et 2c0 = 2fm la distance de separation
entre le projectile et la cible, c etant la celerite de la lumiere dans le vide. De plus, le facteur de
Lorentz assure le passage entre le centre de masse des deux noyaux en collision et le referentiel du
laboratoire est estime a cm ' 10. De ce fait, pour  = 0 la variance de la distribution gaussienne
de A centree en 0 est
2(0) =
T (0)0cm
2gR2
' 4:25MeV:fm 1: (12.24)
Resolution analytique
Le cadre dans lequel le systeme d'equations est valide s'appuie donc sur les hypotheses sui-
vantes : on suppose que dans la zone centrale, ou les baryons sont negliges, les grandeurs du
systeme ne dependent que du temps propre et sont independantes de la rapidite, on pose alors
y = 0. De plus, on realise un developpement limite au deuxieme ordre en champ de pion de la
phase du condensat chiral, avec ft = fs = f = 93 MeV et on considere que la symetrie d'isospin
est veriee. Avec les hypotheses que nous venons de rappeler, on trouve le systeme suivant, dont
la resolution est analytique
s() = s(0)
0

(12.25)
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Dans la suite de l'etude, on remplace pour  = 0, A
2 par < A2 > 2(0) dans  et p.
Cette demarche a pour but la determination de l'importance des termes speciques de la brisure
spontanee de symetrie chirale au deuxieme ordre en champ de pion par rapport aux termes du cas
ideal sans brisure. On estime avec (12.8) un ecart de l'ordre de 1% par rapport au cas ideal pour
la densite d'entropie, la densite d'energie, la pression et la temperature. En eet, comme on peut
le voir avec la gure (12.5), dans tous les cas les deux categories de courbes se superposent pour
chacune des quatre grandeurs
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Figure 12.5: Les grandeurs adimensionnees du cas avec brisure spontanee de symetrie chirale au
deuxieme ordre en champ de pion et du cas ideal sont superposees.
En conclusion, on peut dire que l'approximation qui consiste a negliger la brisure spontanee de
symetrie chirale dans le traitement hydrodynamique du systeme semble e^tre veriee. En pratique,
on peut donc determiner l'evolution du systeme avec le modele du uide parfait relativiste. Cepen-
dant, l'hypothese ou les constantes de desintegration ft = fs = f = 93 MeV sont independantes
de la temperature est peut-e^tre trop simpliste. Dans le paragraphe suivant nous introduisons donc
une dependance en temperature.
12.2.3 Constantes de desintegration dependantes de la temperature
Avec une dependance explicite en temperature du type f2t = f
2
s = f
2
 [1   T 2=(6f 2)], valide
a basse temperature [107], la resolution analytique complete n'est plus possible pour toutes les
grandeurs. En outre, le terme specique de la brisure de symetrie chirale dans la matrice densite
(11.11) prend la forme
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: (12.29)
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De ce fait, en utilisant la methode de la variation de la constante, la solution de l'equation
d'evolution du champ de pion (12.13) s'ecrit
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[1  T 20 =(6f 2)]
[1  T 2=(6f 2)]
) i = A [1  T
2
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2
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ln


0

: (12.30)
Ensuite par la me^me methode de resolution que dans la partie 12.2.2 et en posant T0 = T (0), le
systeme d'equations (12.9), (12.10), (12.11), (12.12) devient
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En  = 0, la variance de la distribution gaussienne pour la variable aleatoire A centree en 0 est
maintenant 2T (0) telle que 
2
T (0) =< A
2 >= 2(0)=([1  T 20 =(6f 2)]).
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Figure 12.6: Evolution de la temperature en fonction du temps propre. Ligne continue : uide
sans brisure de symetrie chirale et ligne pointillee : uide avec brisure spontanee de symetrie.
L'estimation de l'ordre de grandeur des termes correctifs avec f2t = f
2
s = f
2
 [1   T 2=(6f2)]
s'eecue par le remplacement pour  = 0 de A
2 par < A2 >. On aboutit cette fois-ci a un
ecart de 5% par rapport au cas ideal. De ce fait, l'utilisation du uide ideal dans le traitement
hydrodynamique de la matiere nucleaire constitue donc une bonne approximation. Par exemple,
pour T (0) = 200MeV on a en =0 = 6, T (60) = 105MeV pour le uide avec brisure spontanee
de symetrie chirale et T (60) = 110 MeV pour le uide ideal.
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12.3 Le uide visqueux
Jusqu'a present, toute source de dissipation a ete sciemment ecartee. Un traitement plus realiste
doit tenir compte de cet aspect. Dans la suite de l'etude on s'interesse a une source particuliere
de dissipation : la viscosite, le but etant de quantier les ecarts par rapport au uide ideal.
12.3.1 Pions de masse nulle : pions chiraux
Par hypothese, on considere que dans la suite de l'etude la symetrie chirale est veriee. Plus
precisement, on se place dans le me^me cadre d'etude que celui de la reference [106]. On considere
donc la geometrie de Bjorken a (1+1) dimensions dans laquelle on etudie le comportement hydro-
dynamique d'un gaz de pions ultrarelativistes veriant m = 0. En outre, comme pour le uide
avec brisure spontanee de symetrie chirale, dans la zone centrale s, T ,  et P ne dependent que
du temps propre  . De plus, les relations entre ces grandeurs sont
s = 4aT 3  = 3aT 4 P = aT 4; (12.35)
avec a = g
2=90 et g = 3 la degenerescence du champ de pion. De maniere generale, pour les
particules de masse nulle, la viscosite de compression  s'annule. la seule viscosite prise en compte
est la viscosite de cisaillement  = b=T , avec b = f 4=8. La forme de l'equation d'evolution de la
densite d'energie varie en fonction de la forme analytique du tenseur des contraintes visqueuses 
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On envisage trois cas de gure correspondant aux trois situations suivantes :
 = 0 cas ideal
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deuxieme ordre (12.37)
-A l'ordre zero,  = 0 : on retrouve le systeme d'equations du uide parfait ideal.
-A l'ordre un, ordre ou l'on se place habituellement pour les lois phenomenologiques de Fourier et
Fick par exemple, la viscosite de cisaillement est prise en compte. Cependant, cet ordre n'est pas
 realiste  car le temp de relaxation associe est inni.
-A l'ordre deux, on pallie le probleme du temps de relaxation de l'ordre un par l'intermediaire du
temps de relaxation  = 3=2p, qui cette fois-ci est ni, selon la theorie de Muller-Israel-Steward.
La methode de resolution est la me^me pour les trois ordres. Dans un premier temps,  et 
sont determines, avec (12.36) et (12.37). Dans un deuxieme temps, on peut alors trouver T , s et P
avec l'aide de (12.35). La dependance en temperature de la viscosite implique que, pour les ordres
un et deux, il n'existe pas de solution analytique. D'apres la resolution numerique on montre que,
contrairement aux resultats de [106], les ecarts au uide ideal dus a la viscosite sont minimes. Les
resultats obtenus sont en accord avec l'auteur de [106, 131, 132].
Dans ce cas de gure, l'approximation uide parfait est donc aussi realiste. Ainsi, le traitement
hydrodynamique relativiste de la matiere nucleaire en considerant des pions de masse nulle est
une bonne approximation dans le cas non dissipatif avec brisure spontanee de symetrie chirale et
quand on prend en compte la viscosite avec la symetrie chirale respectee. Cependant, ce constat se
base sur les hypotheses de [106] qui ne sont plus viables pour les formes analytiques de la viscosite
 et du temps de relaxation  quand on considere des pions massifs.
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12.3.2 Pions massifs et pions chiraux
Quand on considere que les pions ne sont plus de masse nulle comme c'est le cas pour les
pions chiraux mais qu'ils sont massifs, il faut revoir le systeme complet d'equations du systeme.
Les equations hydrodynamiques associees aux grandeurs conservees restent les me^mes que pour
l'etude de la brisure spontanee de symetrie chirale. Par contre, dans cette section, on considere
pour les pions massifs d'autres equations de transports que celles de la section 12.3.1 ou les pions
sont chiraux. En outre, pour les pions massifs on considere une section ecace   experimentale
au lieu d'une section ecace     deduite de l'algebre des courants comme c'est le cas pour les
pions chiraux. La viscosite  et le temps de relaxation  en fonction de la temperature T sont
plus importants pour les pions massifs que pour les pions chiraux [133].
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Figure 12.7: Evolution de la temperature en fonction du temps propre pour le cas ideal et les
deux ordres de la theorie dissipative avec des pions massifs et des pions chiraux. Figure adaptee
de [134].
Les prols d'evolution des pions massifs sont similaires pour les deux ordres dissipatifs. En
outre, quand les pions sont massifs, le refroidissement est plus lent que pour le cas ideal ou le cas
des pions chiraux. Pour =0 = 6 la temperature des pions massifs est 20% plus importante que
pour le cas ideal ou les deux ordres dissipatifs des pions chiraux. Par exemple, pour T (0) = 200
MeV on a en =0 = 6, T (60) = 140 MeV pour le uide dissipatif et T (60) = 110 MeV pour
le uide ideal. De ce fait, lors du traitement des collisions d'ions lours, l'aspect dissipatif doit e^tre
pris en compte [135].
Conclusion de la Partie III
Dans cette partie III, on a eectue le traitement hydrodynamique de la matiere hadronique
produite lors de collisions d'ions lourds ultrarelativistes. Le but de la demarche consiste a estimer
quantitativement les ecarts par rapport au uide relativiste ideal dans la zone centrale de col-
lision, en se placant dans une geometrie simple, la geometrie de Bjorken (1 + 1). Pour cela, on
realise dierentes approximations. Dans la zone centrale, les particules produites sont des mesons,
essentiellement des pions, la densite baryonique est donc negligee. En outre, les grandeurs ne sont
fonctions que du temps propre, la rapidite est alors supposee nulle. De plus, on suppose l'invariance
de Lorentz a l'echelle microscopique. Bien que ces approximations soient parfaitement justiees
d'un point de vue phenomenologique, il n'en reste pas moins qu'il serait souhaitable de s'en af-
franchir. Cela aurait cependant pour consequence d'alourdir enormement le traitement analytique
et numerique sans pour autant forcement changer de maniere signicative les ecarts par rapport
au uide ideal.
Une extension pour aller au-dela du uide ideal consiste a prendre en compte la brisure spon-
tanee de symetrie chirale. Pour ce faire, on realise un developpement limite de la phase du con-
densat chiral au deuxieme ordre en champ de pion. Dans ce cadre on etudie deux cas de gure.
Dans le premier cas, on considere que les constantes de desintegration temporelle et spatiale du
pion ne dependent pas de la temperature. On estime alors un ecart du prol de temperature
de 1% par rapport au cas ideal. Dans le second cas, on considere une dependance temporelle
pour les constantes de desintegration du pion dans l'approximation des basses temperatures. On
en deduit alors 5% d'ecart par rapport au cas ideal. De ce fait, en premiere approximation le
traitement hydrodynamique de la brisure de symetrie avec le uide relativiste ideal est une bonne
approximation.
Une autre extension pour aller au-dela du uide ideal prenant cette fois en compte de maniere
simple les eets dissipatifs aux ordres un et deux a ete egalement developpee pour les pions chiraux,
c'est-a-dire de masse nulle. Les ecarts au cas ideal obtenus sont egalement petits. A priori, cela
signie que l'approximation du uide ideal dans les collisions d'ions lourds s'avere e^tre dans ce
cas aussi une bonne approximation. Cependant, avec un traitement plus realiste de la viscosite
de cisaillement, du temps de relaxation, de la section ecace     et en considerant les pions
massifs le constat est tout autre. En eet, on constate que le refroidissement est ralenti de 20%
par rapport au cas ideal. Un traitement realiste des collisions d'ions lourds doit donc tenir compte
imperativement des eets dissipatifs.
Il faut egalement signaler que les equations hydrodynamiques presentees dans cette partie III
peuvent e^tre utilisees a d'autres desseins au premier rang desquels gure la relaxation des DCC,
 Disoriented Chiral Condensates , produits lors des collisions d'ions lourds.
Depuis cette etude le traitement dissipatif et en particulier le calcul de la viscosite ont ete
developpes pour la geometrie (1 + 1) [135, 136]. En outre, une etude a ete realisee en geometrie
(3 + 1) [137].
157
158
Conclusion generale
Cette these porte sur l'etude de dierents aspects de la physique nucleaire depuis les basses
energies jusqu'aux energies intermediaires. Pour les basses energies, ou la matiere nucleaire est
essentiellement constituee de nucleons en interaction, les themes abordes traitent d'une part de la
fusion-ssion des elements super-lourds et d'autre part des regles de somme associees aux interac-
tions tensorielles de type Skyrme. Pour les energies intermediaires, la matiere issue des collisions
d'ions lourds ultrarelativistes etant alors consideree comme une phase hadronique principalement
constituee de pions, on se focalise sur l'hydrodynamique avec brisure de symetrie chirale.
Dans la continuite des conclusions relatives a chacune des trois parties de cette these, nous
rappelons maintenant les principaux resultats et constatations qui en decoulent ainsi que les
dierentes perspectives d'etude.
Partie I - Fusion-ssion des elements super-lourds
Dans le cadre de la fusion-ssion de noyaux super-lourds, les eets de memoire doivent e^tre
pris en compte dans la dynamique de formation d'un noyau super-lourd. La grande majorite
des etudes sur la fusion des noyaux super-lourds sont realisees dans un cadre markovien. Une
piste d'investigation possible consisterait a tenir compte des eets de memoire dans le phenomene
d'entrave a la fusion des noyaux super-lourds.
Dans la phase de desexcitation d'un noyau super-lourd, l'existence d'un puits isomerique dans
la barriere de potentiel, me^me s'il change la dynamique de desexcitation et augmente les temps
de ssion, ne permet pas d'expliquer les resultats des experiences menees au GANIL par blocage
cristallin. En revanche, cette etude pourrait e^tre utile a l'etude de la dynamique de la ssion des
actinides.
Partie II - Regles de somme et interactions tensorielles de type Skyrme
Dans cette partie II, on a utilise les interactions phenomenologiques eectives de type Skyrme
an de determiner les regles de somme M1 et M3. Pour M1 on a integre le terme tensoriel et pour
M3 on a utilise le terme central uniquement.
La connaissance de M1 et M3 a tout d'abord permis de verier numeriquement les integrales
des reponses. Mais l'intere^t des moments ne se limite pas a cela : une etude est actuellement en
cours pour la detection systematique des instabilites des parametrisations de la force de Skyrme.
En eet, il se trouve que la violation des regles de somme concide avec un po^le dans la reponse
et donc a une instabilite. Ce genre d'approche presente donc un avantage indeniable en raison de
son caractere predictif.
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Partie III - Hydrodynamique nucleaire et brisure de symetrie chirale
Dans cette partie III, on a realise l'etude hydrodynamique relativiste de la matiere nucleaire
pour les energies intermediaires. On se place alors dans la geometrie (1 + 1) de Bjorken an
d'etudier les collisions d'ions lourds ultrarelativistes, en se focalisant plus particulierement sur la
zone centrale de collision. Dans cette zone centrale la production d'un grand nombre de pions,
consideres comme des bosons de Goldstone ou des pseudo-bosons de Goldstone suivant qu'ils
soient respectivement non-massiques ou massiques, est associee a la brisure spontanee de symetrie
chirale.
Les ecarts par rapport au modele du uide parfait ultrarelativiste qui sont dus a la brisure
de symetrie chirale sont tenus, de l'ordre de 5%, contrairement aux ecarts d'origine dissipative
qui eux peuvent e^tre plus importants, de l'ordre de 20%. De ce fait dans un traitement realiste
de l'hydrodynamique nucleaire ultrarelativiste on peut s'aranchir, en premiere approche, de la
brisure de symetrie chirale mais pas de l'aspect dissipatif. Ces considerations s'appliquent au prol
de temperature utilise dans les collisions d'ions lourds.
Pour l'instant, toutes les etudes de cette partie III ont ete eectuees loin du point critique. Dans
la transition de phase uide-superuide loin du point critique, seule la phase du condensat est une
variable hydrodynamique. Par contre, pres du point critique, l'amplitude du condensat devient
aussi une variable hydrodynamique. De ce fait, pres du point critique, le systeme complet des
equations hydrodynamiques est modie. Cette etude est realisee pour le superuide non relativiste
dans le cadre du modele de Landau des deux uides [138, 139, 140]. La trame de la demarche
consiste donc en premier lieu a generaliser ce systeme d'equations au cas du superuide relativiste
pres du point critique. Ensuite, a partir du systeme d'equations ainsi obtenu, l'etape suivante
consiste a trouver un systeme complet d'equations hydrodynamiques pour la matiere nucleaire
pres du point critique.
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Dans la partie III, pour le traitement hydrodynamique de la matière hadronique appliqué aux collisions d'ions lourds 
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